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Introduction
Les nanostructures de semiconducteurs oﬀrent depuis les dernières décennies
la possibilité de modiﬁer l'interaction matière-rayonnement dans le domaine de la
matière condensée. Ces systèmes se sont imposés tant dans le domaine de la phy-
sique fondamentale que dans celui des applications en optoélectronique. Le déve-
loppement des techniques de croissance de matériaux telles que l'épitaxie par jets
moléculaires ("Molecular Beam Epitaxy", MBE) ou l'épitaxie en phase vapeur
d'organo-métalliques ("Metal-Organic Chemical Vapor Deposition", MOCVD)
ont permis la fabrication de couches minces, conduisant au conﬁnement quan-
tique bidimensionnel des porteurs dans des puits quantiques. Elles ont également
rendu possible l'exploration de systèmes de plus basse dimensionnalité comme les
ﬁls quantiques (conﬁnement 1D) ou les boîtes quantiques (conﬁnement 0D). Le
contrôle de l'interaction de la lumière avec les porteurs est assuré notamment par
des cavités Fabry-Pérot de dimensions micrométriques qui conﬁnent les modes
du champ électromagnétique [1]. L'insertion d'un puits quantique (milieu actif)
dans ce type de cavité planaire est à la base, après la première apparition des
lasers à semiconducteurs dans les années 60, d'une nouvelle génération de lasers à
émission de surface à cavité verticale ("Vertical Cavity Surface Emitting Laser",
VCSEL) [2]. Ces systèmes miniaturisés permettent une meilleure extraction de la
lumière ainsi qu'une divergence très faible du faisceau émis par rapport aux lasers
à puits quantiques classiques émettant par la tranche. Ils fonctionnent dans un
régime de couplage faible, régime perturbatif décrit par la règle d'or de Fermi,
dans lequel une transition du puits quantique est couplée à un continuum de
modes du champ électromagnétique.
Par ailleurs, en optique non-linéaire, les sources paramétriques optiques s'im-
posent comme sources de lumière accordables dans des gammes de longueur
d'onde non couvertes par des sources classiques, essentiellement dans l'infra-
rouge moyen et lointain (de 3 jusqu'à 100 µm). Elles reposent sur le phénomène
non-linéaire d'oscillation paramétrique optique qui permet la génération cohé-
rente d'ondes "signal" et "complémentaire", décalées en énergie par rapport à
l'onde de "pompe" [3,4]. Dans une description en termes de photons, des photons
"pompes", de fréquence ωp, sont convertis en photons "signal" et "complémen-
taire", aux fréquences respectives ωs et ωc. La conservation de l'énergie n'assure
pas à elle seule la sélection des fréquences (ωp = ωs + ωc pour un processus non-
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linéaire du deuxième ordre faisant intervenir la susceptibilité non-linéaire χ(2) du
matériau, ou ωs +ωc = 2ωp pour un processus du troisième ordre faisant interve-
nir la susceptibilité non-linéaire χ(3)), elle doit être associée à une condition dite
d'accord de phase sur la longueur de l'échantillon.
Une conversion paramétrique eﬃcace est le paradigme pour la génération de
nouvelles fréquences dans des domaines spectraux non atteints par des disposi-
tifs déjà existants, mais aussi pour la génération de photons jumeaux ou intri-
qués. Depuis quelques années, une grande attention s'est en eﬀet portée sur ces
paires de photons fortement corrélés pour des applications en optique quantique
comme la cryptographie quantique [5, 6]. Elles peuvent par exemple être utili-
sées comme états pseudo-uniques [7,8] où l'un des photons déclenche la détection
du second [6]. Alternativement, les deux photons peuvent être préparés sous la
forme d'un état intriqué EPR (Einstein-Podolski-Rosen) pour la génération de
clefs quantiques [5,6]. Ainsi, les rapides développements en information quantique
requièrent des sources monolithiques ne demandant pas d'alignements compliqués
et permettant un couplage eﬃcace par l'intermédiaire de ﬁbres optiques. Dans ce
contexte, la recherche s'est naturellement tournée depuis une dizaine d'années
vers le développement de dispositifs intégrés pour l'information quantique [710]
et la réalisation d'oscillateurs paramétriques optiques (OPO) à base de structures
semiconductrices [11,12].
Les oscillateurs paramétriques optiques actuels reposent sur des cristaux non-
linéaires comme le niobiate de lithium, insérés dans une cavité optique complexe et
pompés par des lasers externes puissants. De tels systèmes nécessitent de grandes
longueurs d'interaction et la propagation des ondes signal, pompe et complémen-
taire, à diﬀérentes vitesses au sein du matériau non-linéaire, résulte en un mauvais
accord de phase entre les ondes paramétriques. Ceci se traduit par une diminu-
tion de l'eﬃcacité de conversion paramétrique. Plusieurs stratégies pour conserver
l'accord de phase entre les ondes existent [1216]. Elles reposent le plus communé-
ment sur le principe d'accord de phase par biréfringence [13]. D'autres solutions
s'appuient sur la méthode du quasi-accord de phase [12, 14, 16] où sont utilisés
des cristaux structurés, dont un exemple typique est le PPLN, aﬁn de présenter
une inversion périodique de la non-linéarité. Par ailleurs, le matériau non-linéaire
est inséré dans une cavité résonante avec les fréquences paramétriques. Le régime
d'oscillation paramétrique est atteint lorsque le gain paramétrique égale les pertes
du système. Les oscillateurs paramétriques optiques doublement ou triplement
résonants (DROPO ou TROPO) ainsi obtenus présentent des seuils d'oscillation
paramétrique plus faibles et constituent des sources monomodes eﬃcaces de fais-
ceaux jumeaux fortement corrélés [1719]. Néanmoins, ces systèmes restent larges
et complexes à utiliser, ce qui empêche la réalisation d'une structure intégrée pour
des applications à grande échelle. Le développement d'oscillateurs paramétriques
optiques à base de structures semiconductrices s'avère être, dans ce contexte, un
enjeu essentiel.
7Les microcavités de semiconducteurs qui sont composées d'un milieu non-
linéaire (puits quantique) inséré dans une cavité Fabry-Pérot planaire sont, comme
les OPO, des candidats intéressants pour la génération de photons jumeaux. La
transition excitonique discrète du puits quantique, état lié d'électron et de trou,
est couplée à un seul mode du champ électromagnétique sélectionné par la micro-
cavité. Lorsque la force de l'interaction est plus grande que les sources d'amortis-
sement dans le système, il peut s'établir un couplage fort, régime non-perturbatif
où l'émission devient réversible, faisant apparaître de nouveaux états propres
qui sont des états mixtes exciton-photon, les polaritons de microcavité. Ces sys-
tèmes, très similaires aux VCSEL, ont été largement étudiés depuis la première
démonstration expérimentale d'un régime de couplage fort matière-rayonnement,
analogue à celui obtenu en physique atomique avec des atomes en cavité, en 1992
par Weisbuch et al. [20].
Les premiers travaux sur les microcavités en régime de couplage fort se sont
d'abord concentrés sur les propriétés linéaires des polaritons (énergie, disper-
sion) [21, 22]. Puis, le rôle particulier de la dispersion dans la dynamique de
relaxation des polaritons a été démontré [23, 24]. Il apparaît une zone d'accu-
mulation des polaritons au niveau du point d'inﬂexion de la dispersion, appelée
"goulet d'étranglement", qui inhibe la relaxation des polaritons assistée par les
phonons vers le centre de zone de Brillouin [25, 26]. Depuis les années 2000, l'in-
térêt s'est aussi porté sur les processus d'interaction non-linéaires [2729]. Les
polaritons, qui peuvent être considérés comme des particules quasi-bosoniques
dans un régime de faible excitation, interagissent entre eux du fait de leur com-
posante excitonique. Plusieurs expériences ont mis en évidence une dynamique
non-linéaire intéressante, attribuée à des eﬀets collectifs bosoniques et à la forme
particulière de la dispersion. Le Si Dang et al. ont montré, pour une excitation
non-résonante d'une microcavité II-VI, une émission non-linéaire en centre de
zone dans le régime de couplage fort exciton-photon [27]. Celle-ci apparaît au-
dessus d'un seuil et s'aﬃne spectralement comme pour un eﬀet laser. Ce n'est
que très récemment qu'une expérience de Kasprzak et al. a mis en évidence une
émission caractéristique d'un condensat de Bose-Einstein de polaritons dans une
microcavité II-VI sous excitation non-résonante [30].
L'excitation en résonance de la branche basse de polariton a permis d'amé-
liorer la compréhension de la dynamique des polaritons dans les microcavités
de semiconducteurs. Des expériences déterminantes de Savvidis et al. [28] et de
Stevenson et al. [29] ont montré que lorsque le système est excité à un angle spé-
ciﬁque, appelé dans la littérature "angle magique", la relaxation des polaritons
repose sur des processus de diﬀusion polariton-polariton. Dans ces mécanismes
gouvernés par les interactions coulombiennes entre les composantes excitoniques
des polaritons, deux polaritons du mode de pompe, photocréés à l'angle magique,
sont convertis en deux polaritons appelés "signal" (en centre de zone) et "com-
plémentaire" (proche du réservoir excitonique) par analogie avec les oscillateurs
paramétriques optiques. Le complémentaire, de composante excitonique très éle-
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vée, est très peu couplé à l'extérieur. L'ensemble des résultats a été modélisé en
termes d'ampliﬁcation ou d'oscillation paramétrique optique du troisième ordre
dans les microcavités par des théories classique [31] et quantique [32, 33]. Dans
ce contexte, c'est en tirant parti de la forte non-linéarité en χ(3) apportée par
les résonances polaritoniques du système qu'un faible seuil d'oscillation para-
métrique a pu être observé dans les microcavités de semiconducteurs en régime
continu [29, 3436]. Le régime de couplage fort exciton-photon est indispensable
dans ce cas. Les conditions de conservation de l'énergie et du vecteur d'onde
dans le plan des couches sont satisfaites grâce à la forme particulière de la dis-
persion des polaritons et pour de larges angles d'excitation. Ces caractéristiques
représentent d'importantes limitations pour l'utilisation des microcavités comme
sources paramétriques de paires de photons fortement corrélés. En eﬀet, la tem-
pérature de fonctionnement doit rester intrinsèquement très basse pour ne pas
perdre le couplage fort et la conﬁguration d'excitation très particulière rend im-
possible la réalisation d'un système intégré, injecté électriquement par exemple.
A cela s'ajoute le problème du déséquilibre en intensité des faisceaux signal et
complémentaire en raison de la forte composante excitonique du mode complé-
mentaire, qui dégrade l'eﬃcacité de collection de la lumière.
Aﬁn de répondre au problème de la miniaturisation des oscillateurs para-
métriques optiques pour les applications en optique quantique, nous nous inté-
ressons dans ce travail à l'étude de l'oscillation paramétrique optique et de la
génération de photons jumeaux dans des microcavités de semiconducteurs. Nous
nous concentrons sur des conﬁgurations pour l'oscillation paramétrique et sur
des structures semiconductrices permettant de contourner les limites des micro-
cavités planaires. Une structure gravée en ﬁls photoniques ainsi qu'une structure
originale de microcavité triple sont étudiées. Le conﬁnement particulier du champ
électromagnétique, dû à la gravure dans le premier cas et au couplage optique
intercavités dans le second, conduit à un multiplet de modes de polaritons en ré-
gime de couplage fort exciton-photon. L'idée maîtresse de cette thèse repose sur
l'exploitation de ces branches multiples pour mettre en évidence des processus pa-
ramétriques interbranches, adaptés à la réalisation d'une micro-source de photons
jumeaux. Le point commun des processus interbranches observés est l'excitation
du système à incidence normale, facilitant ainsi une éventuelle intégration de la
structure semiconductrice. Un eﬀort particulier est également porté sur l'amélio-
ration de l'équilibre en intensité du signal et du complémentaire pour permettre
une collection eﬃcace de la lumière. En comparaison de l'oscillation paramétrique
à l'angle magique, nous accédons à un meilleur rapport signal-complémentaire
dans une conﬁguration non dégénérée de l'oscillation paramétrique, dite "verti-
cale", où les faisceaux signal et complémentaire sont émis perpendiculairement à
la surface. Par ailleurs, une étude approfondie de l'oscillation paramétrique "ver-
ticale" dans la microcavité triple montre que la contrainte du couplage fort peut
être levée, autorisant ainsi éventuellement un fonctionnement à température am-
9biante. Dans la microcavité triple en régime de couplage faible, les résonances
photoniques des cavités couplées restent en eﬀet accessibles pour les fréquences
paramétriques. Une autre conﬁguration conduit à un équilibre parfait entre le si-
gnal et le complémentaire : l'oscillation paramétrique dégénérée "horizontale", où
les faisceaux signal et complémentaire sont émis à des angles opposés. Nous nous
sommes particulièrement intéressés à cette conﬁguration où les faisceaux signal
et complémentaire sont bien séparés spatialement et parfaitement équilibrés en
intensité, pour démontrer par des mesures de bruit quantique [37] que ces deux
faisceaux présentent des corrélations quantiques [38] près du seuil d'oscillation
paramétrique.
Le chapitre 1 introduit les généralités sur l'oscillation paramétrique optique
dans les microcavités planaires de semiconducteurs. Nous présentons les carac-
téristiques des divers éléments qui composent les microcavités, à savoir la cavité
Fabry-Pérot formée de deux miroirs de Bragg et les puits quantiques. Nous dé-
crivons les régimes de couplage fort et faible entre l'état excitonique du puits
quantique et le mode photonique de la microcavité. Nous rappelons la notion
d'oscillation paramétrique optique en optique non-linéaire avant de décrire l'oscil-
lation paramétrique dans les microcavités planaires. Certains éléments du modèle
théorique développé par Ciuti et al. [32, 33], décrivant l'oscillation paramétrique
à l'angle magique dans les microcavités planaires, sont également exposés.
Le chapitre 2 est consacré à l'étude de l'oscillation paramétrique inter-
branches "verticale" dans une structure gravée en ﬁls photoniques. Nous décri-
vons les propriétés de ces systèmes que nous caractérisons grâce à des mesures de
spectroscopie résolu en angle. Le dispositif expérimental utilisé durant la majeure
partie de cette thèse y est présenté. Nous mettons en évidence une oscillation pa-
ramétrique permettant de contrôler l'état de spin des polaritons diﬀusés.
Le chapitre 3 présente la structure de microcavité triple que nous avons
conçue. Nous décrivons les nouveaux états propres de ce système en présentant le
couplage optique intercavités et le couplage fort exciton-photon. Nous adaptons
le modèle du chapitre 1 à la microcavité triple aﬁn de calculer l'eﬃcacité des
processus interbranches "vertical" et "horizontal" en régime de couplage fort.
Le chapitre 4 est consacré à la mise en évidence expérimentale de ces pro-
cessus paramétriques interbranches dans la microcavité triple. Nous montrons
qu'une oscillation paramétrique peut être observée aussi bien en régime de cou-
plage fort qu'en régime de couplage faible. Par une étude approfondie de l'émission
en champ lointain, nous montrons l'existence de directions privilégiées pour l'os-
cillation paramétrique, imposées par la symétrie du cristal composant la cavité.
Le chapitre 5 présente les résultats des mesures de bruit eﬀectuées sur les
faisceaux signal et complémentaire dans la conﬁguration horizontale du processus
paramétrique. Nous donnons une description détaillée du principe des mesures de
bruit quantique et nous démontrons l'existence de corrélations quantiques entre
les faisceaux signal et complémentaire.
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Chapitre 1
Généralités sur l'oscillation
paramétrique optique dans les
microcavités planaires
Le développement des techniques de croissance de couches minces de semi-
conducteurs comme l'épitaxie par jets moléculaires ("Molecular Beam Epitaxy",
MBE, en anglais) a permis de réaliser le conﬁnement planaire du champ élec-
tromagnétique et des excitations électroniques au sein de microcavités de se-
miconducteurs à puits quantique. De telles structures sont composées de deux
miroirs de Bragg de réﬂectivité très élevée qui consistent en un empilement de
couches alternées de deux semiconducteurs d'indices de réfraction diﬀérents. La
cavité Fabry-Pérot ainsi formée contient un ou plusieurs puits quantiques réalisés
en insérant une ﬁne couche d'un semiconducteur dans un autre semiconducteur
d'énergie de bande interdite plus grande. Du fait de l'invariance par translation
dans le plan des couches, du conﬁnement des photons et des états électroniques
selon l'axe de croissance de l'échantillon, un état d'excitation fondamentale des
puits quantiques, l'exciton, est couplé à un seul mode de la cavité. En particulier,
lorsque les sources d'amortissement du système sont plus faibles que le couplage
entre l'état excitonique et le mode photonique, un régime de couplage fort peut
être obtenu. Il apparaît alors deux nouveaux états propres, les polaritons de ca-
vité, qui sont des états mixtes exciton-photon.
Depuis la première observation du couplage fort dans les microcavités par
Weisbuch et al. [20], de nombreux travaux expérimentaux ont permis de com-
prendre certaines propriétés fondamentales des polaritons comme leur disper-
sion [21], leur temps de vie [22] ou encore leur dynamique de relaxation [23,24]. La
modiﬁcation de la dispersion des polaritons par rapport à celles de l'exciton et du
photon joue notamment un grand rôle dans les propriétés optiques non-linéaires
du système. En 2000, une expérience déterminante de Savvidis et al. a mis en
évidence un régime d'ampliﬁcation paramétrique optique dans les microcavités
planaires [28]. Dans cette expérience, un faisceau pompe excite la microcavité
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en résonance avec la branche basse de polaritons, à un angle d'incidence spéci-
ﬁque, tandis qu'un faisceau sonde est injecté sous incidence normale en résonance
avec l'état fondamental. Une ampliﬁcation de la sonde est alors observée pour un
angle d'excitation très particulier, appelé dans la littérature "angle magique". Un
mécanisme de diﬀusion paramétrique de polaritons, gouverné par les interactions
coulombiennes entre les composantes excitoniques des polaritons, est à l'origine
de ce résultat. Deux polaritons du mode de pompe sont convertis en deux po-
laritons appelés "signal" et "complémentaire" par analogie avec les oscillateurs
paramétriques optiques. Ce processus qui conserve l'énergie doit, comme pour
l'oscillation paramétrique en optique non-linéaire, respecter une condition d'ac-
cord de phase traduisant la conservation de l'impulsion. Un phénomène similaire
a aussi été observé par Stevenson et al. dans une expérience où seul un faisceau
de pompe excite la microcavité à l'angle magique [29]. Une très forte émission du
signal et du complémentaire apparaît au-dessus d'une puissance de pompe seuil.
Il s'agit d'un régime d'oscillation paramétrique. L'ensemble de ces résultats, qui
révèlent donc de nombreuses analogies avec l'oscillation paramétrique en optique
non-linéaire, a été modélisée par des théories classique [31] et quantique [32].
L'oscillation paramétrique optique, qui repose ici sur des processus non-linéaires
du troisième ordre en χ(3) de conversion paramétrique de polaritons, est connue
pour générer des états dits non-classiques, fortement corrélés, comme des états
jumeaux, intriqués [18,19] ou comprimés [39]. Dans ce contexte, les microcavités
de semiconducteurs s'avèrent être des candidats intéressants pour la réalisation
de dispositifs pour les applications en optique quantique.
Ce chapitre a pour but d'introduire l'oscillation paramétrique dans les micro-
cavités planaires. Nous commençons dans le paragraphe 1.1 par une description
des polaritons de microcavité de semiconducteurs. Nous rappelons ensuite dans le
paragraphe 1.2 des notions importantes sur l'oscillation paramétrique en optique
non-linéaire. Ceci nous conduit dans le paragraphe 1.3 à préciser la problématique
de cette thèse en décrivant l'oscillation paramétrique optique dans les microca-
vités planaires et en exposant les limites des microcavités planaires en tant que
sources de photons jumeaux.
1.1 Microcavité de semiconducteurs
Dans ce paragraphe consacré à la présentation des microcavités de semicon-
ducteurs, nous commençons par décrire le conﬁnement des photons qui est réalisé
au sein d'une cavité de type Fabry-Pérot (Partie 1.1.1). Nous présentons ensuite
les états excitoniques résultant du conﬁnement des états électroniques dans les
puits quantiques (Partie 1.1.2) dont on étudie le couplage avec la lumière (Partie
1.1.3).
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Les microcavités semiconductrices sont constituées d'une cavité dont l'épais-
seur est un petit multiple de λ/2 (d'où le nom de micro-cavité), délimitée dans
notre cas par deux miroirs de Bragg. Les diﬀérents échantillons que nous avons
étudiés sont des hétérostructures constituées de matériaux binaires III-V GaAs et
AlAs, ainsi que de ternaires InxGa1−xAs. Les structures exactes des échantillons
que nous avons utilisés seront détaillées dans les chapitres 2 et 3. Ils sont néan-
moins tous constitués d'une cavité-λ en GaAs délimitée par des miroirs de Bragg
en AlAs/GaAs. Le ou les puits quantiques insérés au c÷ur des cavités, qui consti-
tuent le milieu actif non-linéaire pour l'oscillation paramétrique optique, sont en
InGaAs. Sur la ﬁgure 1.1 est représenté un schéma d'une microcavité planaire de
semiconducteurs.
Puits Quantique InGaAs
GaAs/AlAs
Miroir de Bragg
GaAs/AlAs
Miroir de Bragg
croissance Oz
Axe de
Substrat GaAs Cavité-λ GaAs
Fig. 1.1  Schéma d'une microcavité planaire de semiconducteurs.
1.1.1 Cavité Fabry-Pérot : conﬁnement des photons
Rappels sur la cavité Fabry-Pérot
La cavité Fabry-Pérot classique [40] est constituée de deux miroirs métalliques
séparés par un milieu d'indice de réfraction nc de longueur Lc. Un champ incident
sur l'un des miroirs donne naissance à un champ réﬂéchi et un champ transmis
(cf. ﬁgure 1.2(a)). Chacun des miroirs est caractérisé par un coeﬃcient de réﬂec-
tivité en amplitude r1, r2 et par un coeﬃcient de transmission en amplitude t1,
t2. Les pertes sont ici négligées.
Dans le cas d'une onde plane incidente de longueur d'onde λ éclairant la cavité
Fabry-Pérot sous un angle d'incidence θ et un angle de réfraction θ′, on obtient en
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(b)
θ
θ′
Etransmis
Lc
n = 1
Eincident nc
r1,t1 r2,t2
Ere´fle´chi −→
k
−→
kz
−→
kq
n = 1
(a)
Fig. 1.2  (a) Schéma de la cavité Fabry-Pérot. La décomposition du vecteur d'onde−→
k en −→kq et en −→kz est représentée. (b) Dispersion du mode de cavité en trait continu et
dispersion du mode de photon sans conﬁnement en pointillés.
transmission une succession d'ondes planes présentant des diﬀérences de phase :
ϕ =
4πncLc cos θ
′
λ
(1.1)
L'intensité transmise par le Fabry-Pérot est donnée par :
Itransmise = Iincidente
(t1t2)
2
(1− r1r2)2
1
1 + 4r1r2
(1−r1r2)2 sin
2 ϕ
2
(1.2)
où Iincidente est l'intensité incidente.
D'après cette relation, on déduit la transmission en intensité de la cavité Fabry-
Pérot T = Itransmise/Iincidente. Des résonances correspondant aux modes transmis
par la cavité apparaissent lorsque ϕ = 2pπ (p ∈ N), soit d'après la relation (1.1)
lorsque :
2ncLc cos θ
′ = pλ (1.3)
La ﬁnesse de cavité est donnée par F = π
√
r1r2
1−r1r2 et est très grande lorsque les
coeﬃcients de réﬂectivité sont proches de l'unité. Notons que la transmission du
Fabry-Pérot est maximale lorsque ces coeﬃcients sont égaux. On déﬁnit également
un facteur de qualité de cavité Q, relié à la ﬁnesse de cavité par la relation :
Q = F
Lc
λ
(1.4)
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L'énergie des photons d'un mode de cavité s'écrit E = ~ck
nc
avec−→k = −→kq+−→kz , où−→
kq est la composante du vecteur d'onde dans le plan de la cavité (cf. ﬁgure 1.2(a)).
Dans une cavité Fabry-Pérot planaire, le conﬁnement des photons est réalisé
suivant la direction perpendiculaire aux miroirs et se traduit par la quantiﬁcation
de la composante kz = pπLc du vecteur d'onde. L'énergie d'un mode est alors :
E =
~c
nc
√
k2q +
(
pπ
Lc
)2
(1.5)
La dispersion quasi-parabolique d'un mode de cavité est représentée pour un
champ en incidence normale sur la ﬁgure 1.2(b).
Miroir de Bragg
Dans le cas de nos microcavités planaires de semiconducteurs, la cavité Fabry-
Pérot est constituée par deux miroirs de Bragg qui permettent d'obtenir des
réﬂectivités plus importantes que des miroirs métalliques.
Dans la pratique, les miroirs de Bragg ("Distributed Bragg Reﬂector") sont
réalisés par empilement de couches de semiconducteurs AlAs et GaAs de même
épaisseur optique λ/4 et d'indice de réfraction nAlAs = n1 = 2.96 et nGaAs = n2 =
3.54. La couche externe des miroirs est en GaAs. Un champ électromagnétique de
longueur d'onde dans le vide voisine de λ0 subit des interférences constructives en
réﬂexion et destructives en transmission. La réﬂectivité en intensité d'un miroir
de Bragg est donnée au voisinage de λ0, en incidence normale, par [41] :
R = 1− 4next
nint
(
n1
n2
)2N
(1.6)
où next et nint sont les indices des milieux extérieur et intérieur à la microcavité
(nint = nGaAs = 3.54 et next = nair = 1 pour le miroir en contact avec l'air). N est
le nombre de paires de couches dans le miroir de Bragg. D'après cette relation,
un miroir de Bragg est d'autant plus réﬂéchissant que le contraste d'indices est
élevé et que N est grand.
Sur la ﬁgure 1.3 est représentée la réﬂectivité d'un miroir de Bragg constitué
de 13 paires de couches AlAs/GaAs, calculée en utilisant la méthode numérique
des matrices de transfert [41]. La réﬂectivité dépend fortement de la longueur
d'onde et est très élevée (R ∼ 0.9708) sur un intervalle d'énergie autour de la
longueur d'onde centrale λ0 (ici, λ0 ∼ 8400 Å) appelé "bande d'arrêt" ("stop
band" en anglais). En-dehors de cette bande d'arrêt, la réﬂectivité diminue et
oscille en passant par des valeurs proches de zéro : ce sont les oscillations de
Bragg. La largeur ∆E de la bande d'arrêt centrée sur l'énergie E0 = hcλ0 ∼ 1.48 eV
s'écrit [42] :
∆E =
4E0
π
n2 − n1
n1 + n2
(1.7)
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La largeur de la bande d'arrêt augmente avec le contraste d'indices. Pour nos
échantillons, ∆E ∼ 170 meV. D'après la ﬁgure 1.3, la lumière correspondant à
une énergie E & 1.5 eV est absorbée par le GaAs des miroirs de Bragg.
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Fig. 1.3  Réﬂectivité calculée par la méthode des matrices de transfert d'un miroir de
Bragg constitué de 13 paires de couches AlAs/GaAs.
Enﬁn, le déphasage à la réﬂexion sur un miroir de Bragg n'est pas égal à π
comme pour un miroir métallique. Le champ pénètre à l'intérieur du miroir de
Bragg, ce qui conduit au déphasage [41] :
φ(E) =
nintLDBR
~c
(E − E0) (1.8)
où LDBR, la longueur caractéristique de pénétration du champ électrique dans les
miroirs de Bragg, s'écrit :
LDBR =
λ0
2
n1n2
nint(n2 − n1) (1.9)
Pour nos échantillons, LDBR ∼ 2.5λ0. Il faut par conséquent tenir compte de
cette pénétration du champ électrique dans les miroirs de Bragg et considérer
une épaisseur eﬀective de la cavité Leff = Lc + LDBR (∼ 3λ0).
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Microcavité de semiconducteurs
En tenant compte de la structure réelle de la microcavité en GaAs avec
13 paires de couches AlAs/GaAs dans les miroirs de Bragg, il est possible de
calculer la réﬂectivité de la microcavité par la méthode numérique des matrices
de transfert. Le résultat du calcul est représenté sur la ﬁgure 1.4. La réﬂectivité
maximale est de R ∼ 0.9997 et on distingue un pic de transmission de largeur à
mi-hauteur δE ∼ 1 meV, au milieu de la bande d'arrêt à E0 = 1.488 eV. On en
déduit la ﬁnesse théorique de la structure F = (λ0/Leff )(E0/δE) ∼ 500.
Notons que la cavité résonante est dimensionnée de telle sorte que la longueur
d'onde du mode de cavité Fabry-Pérot se trouve au centre de la bande d'arrêt
des miroirs de Bragg. En outre, l'épaisseur de la cavité étant petite, les modes
de cavité sont spectralement suﬃsamment éloignés pour n'observer qu'un pic de
résonance dans la bande d'arrêt (l'intervalle spectral libre est plus grand que la
bande d'arrêt).
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Fig. 1.4  Réﬂectivité calculée par la méthode des matrices de transfert de la microcavité
GaAs constituée de miroirs de Bragg comprenant 13 paires de couches AlAs/GaAs. La
réﬂectivité présente un minimum à l'énergie du mode de cavité Fabry-Pérot.
L'ensemble des microcavités utilisées dans ce travail de thèse présente un léger
gradient d'épaisseur qui se traduit par une variation d'épaisseur de la cavité en
fonction de la position dans le plan des couches. La cavité reste quasi plane loca-
lement mais ce gradient permet, dans les expériences, d'ajuster ﬁnement l'énergie
du mode de cavité en déplaçant le spot laser sur la surface de l'échantillon. Le
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gradient dans les microcavités est typiquement de l'ordre de 5 meV/mm.
En conclusion, le conﬁnement des photons est réalisé uniquement suivant l'axe
de croissance Oz de la microcavité semiconductrice tandis qu'il existe un conti-
nuum d'états du champ électromagnétique dans le plan des couches.
1.1.2 Puits quantique : états excitoniques
Structure de bande d'un semiconducteur
La dispersion E(−→k ) des bandes de valence et de conduction d'un semiconduc-
teur à bande interdite directe (Eg) est schématisée sur la ﬁgure 1.5. Ce schéma
est celui de la structure de bande du GaAs au voisinage du point Γ (similaire à
celui du InGaAs formant les puits quantiques utilisés).
La bande de conduction issue d'états de type s (i.e. de moment orbital l = 0)
est unique tandis que la bande de valence issue d'états de type p (i.e. de moment
orbital l = 1) comprend trois sous-bandes. La dégénérescence des bandes de va-
lence de moment angulaire total J = 1/2 et J = 3/2 est levée par l'interaction
spin-orbite (∆SO). La bande J = 3/2 contient deux sous-bandes de moment an-
gulaire Jz = ±1/2 et Jz = ±3/2 dégénérées en −→k = −→0 . Ces deux sous-bandes
n'ont pas la même dispersion, ce qui correspond à des états de masse eﬀective
diﬀérente. Ainsi, les états de la sous-bande Jz = ±1/2 sont appelés trous légers
et les états de la sous-bande Jz = ±3/2 sont appelés trous lourds.
E
CONDUCTION
VALENCE
BANDE DE
J = 3/2
J = 1/2
−→
k
Eg
Jz = ±1/2
Jz = ±3/2
Jz = ±1/2
∆SO
BANDE DE
Fig. 1.5  Schéma de la structure de bande du GaAs.
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Excitons
Dans l'état fondamental du cristal, les électrons remplissent entièrement la
dernière bande de valence tandis que la bande de conduction est vide. Par ab-
sorption d'un photon d'énergie supérieure à l'énergie de bande interdite Eg, un
électron de la bande de valence est excité vers la bande de conduction. Le problème
à N électrons avec un électron dans la bande de conduction et (N-1) électrons
dans la bande de valence est bien décrit par un problème à deux corps. Ces (N-1)
électrons forment une quasi-particule appelée trou ("hole" en anglais), de charge
opposée à celle de l'électron et de masse eﬀective positive diﬀérente, qui est en
interaction coulombienne avec l'électron de la bande de conduction. Le trou et
l'électron en interaction coulombienne peuvent être assimilés à un système hy-
drogénoïde : c'est l'exciton [43]. Ce type d'excitation électronique existe dans le
cristal massif et dans les puits quantiques. Le problème se traite en eﬀectuant la
décomposition canonique du système à deux corps. On sépare ainsi le mouvement
libre du centre de masse et le mouvement relatif de la paire électron-trou.
Matériau massif : Dans un matériau massif, l'énergie de liaison de l'exciton
est donnée en fonction du nombre quantique principal des états liés n (n ∈ N∗)
et de la constante de Rydberg eﬀective R∗y [44] :
El =
R∗y
n2
, R∗y =
e2
8πǫa∗Bohr
(1.10)
où ǫ est la constante diélectrique du milieu.
Le rayon de Bohr eﬀectif de l'exciton a∗Bohr s'écrit en fonction de la masse ré-
duite de l'exciton µ donnée par 1/µ = 1/me+1/mh (me etmh sont respectivement
les masses eﬀectives de l'électron et du trou) :
a∗Bohr =
4πǫ~2
µe2
(1.11)
R∗y et a∗Bohr s'écrivent aussi en fonction de la constante de Rydberg Ry = 13.6
eV et du rayon de Bohr aBohr = 0.53 Å : R∗y = µm0
(
ǫ0
ǫ
)2
Ry et a∗Bohr = m0µ ǫǫ0aBohr
(ǫ0 est la permittivité du vide et m0 la masse de l'électron).
Pour GaAs, R∗y ∼ 4.5 meV et a∗Bohr ∼ 110 Å.
La relation de dispersion des états excitoniques est donnée par :
E(n,
−→
K ) = Eg −
R∗y
n2
+
~2K2
2M
(1.12)
oùM = me+mh est la masse totale de l'exciton et Eg l'énergie de bande interdite
du matériau massif.
Le centre de masse de l'exciton est délocalisé dans tout le cristal avec un mouve-
ment libre d'énergie cinétique ~2K2/2M . L'invariance par translation assure que
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K est un bon nombre quantique. Le mouvement relatif de la paire électron-trou
de masse réduite µ présente des états liés pour lesquels l'énergie En est quantiﬁée.
Dans la limite n → ∞, les états excitoniques convergent vers le continuum des
états libres de la paire électron-trou de plus basse énergie Eg. En
−→
K =
−→
0 , il existe
des états excitoniques liés dont l'énergie est inférieure à celle de la bande interdite.
Puits quantique : Un puits quantique de semiconducteurs est formé d'une
superposition de ﬁnes couches de semiconducteurs. Dans nos échantillons, une
ﬁne couche de InGaAs est insérée dans du GaAs de bande interdite plus grande.
Suivant l'axe de croissance Oz, les extrema en énergie des bandes de conduction
et de valence présentent des discontinuités aux interfaces, créant un puits de
potentiel pour les électrons et pour les trous (cf. ﬁgure 1.6).
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Fig. 1.6  Schéma d'un puits quantique InGaAs enserré dans une cavité GaAs. Les
bandes de valence (BV) et de conduction (BC) sont représentées. Eg est la bande d'éner-
gie interdite ("gap") du puits quantique, et Ee1 et Eh1 les énergies de conﬁnement des
électrons et des trous dans leur état fondamental.
Lorsque la largeur de ce puits est de l'ordre de la longueur d'onde de de Broglie
des porteurs, ceux-ci sont de type bidimensionnels : les porteurs sont conﬁnés dans
la direction de l'axe de croissance Oz mais gardent un mouvement libre dans le
plan des couches. En d'autres termes, du matériau massif au puits quantique,
l'invariance par translation selon l'axe de croissance est brisée et kz n'est plus un
bon nombre quantique pour le mouvement suivant Oz. En revanche, l'invariance
par translation dans le plan des couches est conservée et kq reste un bon nombre
quantique. Les états de l'électron et du trou sont donc quantiﬁés selon Oz et
indicés respectivement par les nombres quantiques p et q. En particulier, cette
quantiﬁcation lève la dégénérescence trou lourd-trou léger.
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Les énergies des états électroniques de valence et de conduction s'écrivent en
fonction du vecteur d'onde dans le plan des couches −→kq :
Ee(
−→
kq) = Eg + E
e
p +
~2k2
q
2me
(1.13)
Eh(
−→
kq) = −Ehq −
~2k2
q
2mh
(1.14)
où me et mh sont les masses eﬀectives de l'électron et du trou dans le plan des
couches, Eg l'énergie de bande interdite du puits quantique et Ee,hp,q les énergies
de conﬁnement des électrons et des trous.
Dans le cas d'un puits quantique à hauteurs de barrières inﬁnies, Eep = p2 ~
2π2
2meL2
et Ehq = q2 ~
2π2
2mhL2
, avec L la largeur du puits.
Dans le cas des puits quantiques réels, les hauteurs de barrières sont ﬁnies.
Les énergies de conﬁnement des électrons et des trous n'ont alors pas d'expression
analytique mais sont du même ordre de grandeur.
Nous traitons ici le cas des excitons du puits quantique inﬁni. En eﬀectuant la
décomposition canonique du système à deux corps, c'est à dire un électron dans
l'état p et un trou dans l'état q en interaction coulombienne, l'énergie de l'exciton
bidimensionnel est la somme des deux termes suivants :
− Le mouvement du centre de masse, de vecteur d'onde ~Kq = ~keq − ~khq et de
masse M = me +mh :
Eg + E
e
p + E
h
q +
~2K2
q
2M
(1.15)
− Le mouvement relatif de masse réduite µ (1/µ = 1/me + 1/mh) dont les
états sont décrits par les états liés (1s, 2s, etc.) d'un système hydrogénoïde à deux
dimensions, indicés par le nombre quantique n (n ∈ N∗) :
En = −
R∗y
(n− 1
2
)2
(1.16)
La ﬁgure 1.7 représente la dispersion de l'exciton bidimensionnel dans le plan
des couches.
Dans le cas d'un puits quantique de hauteur non inﬁnie, l'énergie de liaison
de l'exciton est légèrement inférieure [45].
Compte tenu des ordres de grandeur de ~2/2M ∼ 2.10−12 meV.cm2 et de
~c/n ∼ 5.10−3 meV.cm, l'énergie des excitons varie beaucoup plus lentement
avec le vecteur d'onde dans le plan des couches que celle des photons. Aux faibles
vecteurs d'onde, la dispersion des excitons est donc plate en comparaison de celle
des photons (cf. ﬁgure 1.2(b)).
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≈ Eg
continuum
4R∗y
2s
1s
Ee1 + E
h
1
−→
Kq
E
Fig. 1.7  Dispersion des états de l'exciton bidimensionnel dans un puits quantique
inﬁni en fonction du vecteur d'onde dans le plan des couches −→Kq.
Dans toute la suite, nous considérerons l'exciton lourd 1s correspondant au
premier état conﬁné de l'électron et du trou (p, q) = (1, 1) d'énergie totale la plus
basse :
E(
−→
Kq) = Eg + E
e
1 + E
h
1 − El +
~2K2
q
2M
= Eexc +
~2K2
q
2M
(1.17)
avec El = −En=1 et Eexc l'énergie de liaison de l'exciton lourd 1s.
En conclusion, dans un puits quantique comme dans le massif, la discrétisation
des états électroniques n'est que partielle. En eﬀet, à l'exciton est associé un
continuum d'états correspondant au mouvement libre de son centre de masse
dans le plan des couches.
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1.1.3 Couplage fort/faible exciton-photon
Dans cette partie, nous nous intéressons au couplage des excitons de puits
quantique avec le rayonnement dans une microcavité de semiconducteurs. La
nature du couplage lumière-matière peut être de deux types : fort ou faible.
Avant de discuter des diﬀérents paramètres dont dépend la nature du couplage
exciton-photon dans les microcavités, à savoir les largeurs des modes excitonique
et photonique ainsi que la force d'oscillateur de l'exciton, nous examinons les
diﬀérentes règles de sélection de l'interaction entre l'exciton et le photon.
Nous rappelons que dans une microcavité planaire le conﬁnement des photons
et des excitons n'est réalisé que suivant la direction de l'axe de croissance Oz.
Dans le plan des couches, le vecteur d'onde de l'exciton 1s et le vecteur d'onde
du photon peuvent prendre toutes les valeurs possibles.
Règles de sélection
Dans l'approximation dipolaire électrique, l'hamiltonien de couplage exciton-
lumière est donné par [45] :
Hdip =
e
m0
−→p · −→A (1.18)
où −→p est l'opérateur impulsion d'un électron de charge −e et de masse m0 et −→A
le potentiel vecteur du champ électromagnétique.
La probabilité d'absorption d'un photon (création d'un exciton) ou d'émission
d'un photon (recombinaison radiative de l'électron et du trou) est proportionnelle
à l'élément de matrice 〈g|−→p ·−→A |exc〉. L'état fondamental |g〉 correspond au cristal
dans l'état fondamental et l'état |exc〉 à l'exciton.
On en déduit les règles de sélection suivantes [45] :
- Fonctions d'onde : l'élément de matrice 〈g|−→p · −→A |exc〉 est non nul si les
excitons sont de type s, la fonction d'onde du mouvement relatif électron-trou ne
devant pas s'annuler à l'origine.
- Moments angulaires : l'état fondamental a un moment angulaire nul alors
qu'un exciton a un moment angulaire total Jexc égal à 2 ou 1 puisque les électrons
de conduction (les trous lourds) ont un moment Je = 1/2 (Jhh = 3/2). Comme
le photon apporte un moment angulaire valant 1 ou -1, les états Jexc = 2 ne sont
pas couplés à la lumière. On les appelle "excitons noirs". Les états couplés par
l'intermédiaire de l'interaction dipolaire peuvent seulement émettre ou absorber
des photons de polarisation σ+ ou σ−.
- Vecteur d'onde : du fait de l'invariance par translation dans le plan des
couches, un exciton de vecteur d'onde dans le plan des couches −→Kq ne se couple
qu'avec un photon de vecteur d'onde −→kq tel que :
−→
Kq =
−→
kq (1.19)
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- Énergie : l'absorption ou l'émission d'un photon par un exciton conserve
l'énergie. Un exciton dans un puits quantique, d'énergie donnée par la relation
(1.17), ne se couple qu'avec un photon dans une microcavité, d'énergie donnée
par la relation (1.5), tel que :
Eexc +
~2K2
q
2M
=
~c
nc
√
k2q +
(
pπ
Lc
)2
(1.20)
Ces trois règles de sélection montrent qu'un état excitonique de puits quan-
tique de −→Kq donné est couplé avec un seul mode de photon dans une microcavité
de semiconducteurs.
La recombinaison excitonique est souvent caractérisée par sa force d'oscillateur
par unité de surface f . Elle caractérise la force du couplage exciton-photon et est
déﬁnie par [46] :
f =
2
m0Eexc
|〈g|−→p · −→ε |exc〉|2
S
(1.21)
avec −→ε la polarisation du champ et Eexc l'énergie de l'exciton donnée par la
relation (1.17). Dans le cas oùN puits quantiques sont insérés dans la microcavité,
la force d'oscillateur est multipliée par N [47].
Couplage fort
Dans le cas de deux états discrets exciton et photon de même énergie, les
règles de sélection dans les microcavité de semiconducteurs imposent un régime
de couplage lumière-matière dit de couplage fort lorsque la force du couplage
est plus grande que les sources d'amortissement dans le système. La dégénéres-
cence en énergie de ces deux états est levée d'une quantité ~ΩR, correspondant
au dédoublement de Rabi, et conduit à des états propres du système qui sont
des états mixtes exciton-photon. Weisbuch et al. qui ont mis en évidence pour la
première fois le régime de couplage fort dans les microcavités, ont appelé cette
quasi-particule le polariton de cavité [20], par analogie avec les polaritons du ma-
tériau massif [48, 49].
Le couplage fort dans les microcavités peut être traité dans le cadre de la
mécanique quantique ou bien par un modèle semi-classique de deux oscillateurs
couplés [41]. On trouve facilement les états stationnaires du système en couplage
fort en considérant l'hamiltonien dans la base des états exciton |exc〉 et photon
|ph〉 :
H =
(
EX(kq)
~ΩR
2
~ΩR
2
EC(kq)
)
(1.22)
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où EX(kq) et EC(kq) sont respectivement les énergies de l'exciton (éq. (1.17)) et
du photon (éq. (1.5)). ~ΩR/2 représente la constante de couplage exciton-photon.
Le dédoublement de Rabi s'écrit en fonction de la force d'oscillateur excito-
nique [46] :
~ΩR = 2
√
fe2
2n2cLeffm0ǫ0
(1.23)
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Fig. 1.8  Courbe d'anticroisement représentant l'énergie des deux polaritons en fonction
du désaccord δ. Les énergies de l'exciton et du mode de cavité sont également représentées
en pointillés. A la résonance (δ = 0 meV), il y a levée de dégénérescence de ~ΩR entre
les deux polaritons.
Les nouveaux modes propres du système, le polariton de basse énergie |PB〉 et
le polariton de haute énergie |PH〉, s'écrivent comme des combinaisons linéaires
de l'état excitonique |exc〉 et de l'état de photon |ph〉 :
|PB〉 = Xkq |exc〉+ Ckq |ph〉 (1.24)
|PH〉 = −Ckq |exc〉+Xkq |ph〉 (1.25)
oùXkq et Ckq sont les coeﬃcients de Hopﬁeld [48] qui donnent les poids statistiques
respectifs de l'exciton et du photon dans les polaritons.
Les polaritons ont pour énergie :
EPB(kq) =
EX(kq) + EC(kq)
2
− 1
2
√
(EX(kq)− EC(kq))2 + (~ΩR)2 (1.26)
EPH(kq) =
EX(kq) + EC(kq)
2
+
1
2
√
(EX(kq)− EC(kq))2 + (~ΩR)2 (1.27)
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et les coeﬃcients de Hopﬁeld s'écrivent :
Xkq =
1√
1 + 1
4
(
~ΩR
EPB(kq)−EC(kq)
)2 (1.28)
Ckq = −
1√
1 + 4
(
EPB(kq)−EC(kq)
~ΩR
)2 (1.29)
Le désaccord exciton-photon, paramètre essentiel du couplage, est déﬁni comme
δ = EC(kq) − EX(kq). Les niveaux d'énergie présentent un anticroisement ca-
ractéristique du couplage fort qui est représenté sur la ﬁgure 1.8. Lorsque le
désaccord varie, une levée de dégénérescence est observée autour de la réso-
nance δ = 0. A la résonance, les polaritons sont moitié exciton, moitié photon :
|Xkq |2 = |Ckq |2 = 1/2.
Les dispersions des polaritons de basse et haute énergie sont données par
les relations (1.26) et (1.27) et tracées sur la ﬁgure 1.9 en fonction de kq, pour
~ΩR = 8 meV et pour trois valeurs de désaccord δ. On représente parallèlement
aux dispersions les fractions excitonique |Xkq |2 et photonique |Ckq |2 du polariton
de basse énergie pour chacun de ces désaccords.
Expérimentalement, il est possible de faire varier kq pour obtenir la relation
de dispersion {EPB(kq), EPH(kq)} en faisant varier l'angle d'excitation ou de
détection θ par rapport à la normale de l'échantillon [21]. L'un et l'autre sont
reliés par la simple relation trigonométrique :
kq =
ωnc
c
sin θ (1.30)
La dispersion du polariton de basse énergie est fortement modiﬁée en centre de
zone par rapport à celle de l'exciton et se rapproche de la dispersion du photon. La
densité d'états est alors très faible. Au contraire, pour les grands vecteurs d'onde,
la dispersion du polariton bas est plate et très proche de celle de l'exciton : cette
région est appelée réservoir excitonique car la densité d'états de ces états quasi-
excitoniques est très grande. Dans la région des vecteurs d'onde intermédiaires,
la dispersion du polariton de basse énergie présente une pente importante et cela
crée un goulet d'étranglement pour la relaxation des polaritons par l'intermédiaire
des phonons [25]. Pour la suite, il est important de remarquer la forme particu-
lière en "S" du mode de polariton de basse énergie, caractéristique du couplage
fort dans une microcavité.
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Fig. 1.9  A gauche, dispersion des polaritons et à droite, fractions excitonique |X|2
(en pointillés) et photonique |C|2 (en trait plein) du polariton bas pour trois désaccords
diﬀérents δ = +4 meV, δ = 0 meV et δ = −4 meV (de haut en bas). Sur chaque
dispersion sont représentées en pointillés les dispersions de l'exciton et du mode de
cavité.
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Jusqu'ici, nous n'avons pas considéré les sources d'amortissements dans le
système qui confèrent aux diﬀérents modes d'exciton, de photon et de polariton
des largeurs spectrales. Cet élargissement peut être pris en compte dans le modèle
des oscillateurs couplés que nous venons de présenter en considérant des énergies
complexes du type E˜ = E + iγ.
Les largeurs de raies du photon γph et de l'exciton γexc doivent rester faibles
devant le dédoublement de Rabi ~ΩR aﬁn de conserver l'existence de deux valeurs
propres distinctes et par conséquent le couplage fort (cf. ﬁgure 1.10). En d'autres
termes, la condition pour observer le régime de couplage fort dans les microcavités
s'écrit :
ΩR > γexc, γph (1.31)
|ph〉|exc〉
|PB〉
|PH〉
γexc γph
ΩR
Fig. 1.10  Régime de couplage fort entre un exciton et un photon dans une microcavité
de semiconducteurs.
Dans le cas inverse, on aboutit à la disparition du couplage fort et au passage
au régime de couplage faible, situation naturelle du puits quantique non inséré
dans une microcavité.
Couplage faible
Le couplage faible dans une microcavité est analogue à la situation d'un puits
quantique nu couplé avec un champ électromagnétique. Dans l'approximation di-
polaire électrique, l'impulsion dans le plan des couches et l'énergie sont toujours
conservées. Cependant, à kq donné, un état excitonique est alors couplé avec un
continuum d'états photoniques (en l'absence de cavité), la composante kz du pho-
ton n'étant plus ﬁxée par la microcavité. L'état excitonique se désexcite de façon
irréversible et sa durée de vie radiative est donnée par la règle d'or de Fermi [50].
Pour une microcavité en régime de couplage faible, la dispersion en fonction
de kq des états propres du système est réduite à la dispersion du mode excito-
nique et à la dispersion du mode de cavité (cf. ﬁgure 1.9). Il n'y a plus de levée
de dégénérescence entre les états et les niveaux ne se repoussent plus.
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Présentons maintenant les diﬀérentes raisons qui peuvent conduire à un régime
de couplage faible dans les microcavités. Le régime de couplage faible apparaît
lorsque :
ΩR < γexc, γph (1.32)
D'une part, lorsque l'amortissement du mode du champ électromagnétique est
trop important (faible ﬁnesse), le couplage fort est perdu. Cela traduit le fait que
le photon sort de la cavité avant d'être réabsorbé par l'exciton.
D'autre part, diﬀérentes interactions contribuent à l'élargissement du mode
excitonique dans les puits quantiques :
- L'interaction avec les phonons [51, 52] : en raison du couplage aux excita-
tions thermiques collectives du cristal, c'est à dire l'interaction exciton-phonons
(acoustiques ou optiques), la largeur des raies excitoniques augmente avec la tem-
pérature.
- L'interaction entre porteurs et les eﬀets à N corps [5355] : l'interaction cou-
lombienne entre les diﬀérentes excitations (électrons, trous, excitons) ainsi que les
eﬀets de statistique (blocage de Pauli) conduisent à une diminution de la force
d'oscillateur excitonique aux fortes densités de porteurs, ainsi qu'à un élargisse-
ment des transitions (donnant naissance en particulier à la notion d'élargissement
collisionnel pour les excitons et les polaritons [5658]). Concernant les eﬀets de
statistique, à forte puissance d'excitation, l'espace des phases des états fermio-
niques sur lequel est construit un exciton est occupé de manière importante et les
états des trous et des électrons ne sont alors plus disponibles pour construire l'état
d'exciton. En d'autres termes, le principe d'exclusion de Pauli empêche la créa-
tion d'excitons supplémentaires. Ainsi, au-delà d'une certaine densité de porteurs,
il faudra considérer un gaz d'électrons et de trous tandis qu'aux faibles densités
de porteurs, l'exciton constitué de deux fermions peut être considéré comme un
quasi-boson. Dans le cadre de l'approximation développée dans la théorie de Ro-
chat et al. qui est celle que nous utiliserons dans la suite du manuscrit, la densité
de saturation est nsat = 7/(16πa∗2Bohr) [59] (∼ 1011 cm−2 pour aBohr ∼ 110 Å).
- Enﬁn, la rugosité aux interfaces d'un puits quantique, l'inhomogénéité entre
puits quantiques, la présence d'impuretés, sont des facteurs qui peuvent aussi
conduire à un élargissement des transitions excitoniques [60,61].
Expérimentalement, le couplage fort dans une microcavité laisse place au cou-
plage faible lorsqu'on augmente soit la puissance optique, soit la température du
cristal [62]. Typiquement, dans les microcavités réalisées à partir de matériaux
III-V contenant un unique puits quantique, le couplage fort est perdu à par-
tir de températures de l'ordre de 50 K et de densités d'excitation de l'ordre de
8 kW/cm2.
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Par la suite, nous nous sommes intéressés au régime de couplage fort exciton-
photon ainsi qu'au régime de couplage faible. Le fonctionnement des microcavités
en couplage faible est à rapprocher de celui des diodes laser à microcavité verticale
émettant par la surface, VCSEL ("Vertical Cavity Surface Emitting Laser") [2],
qui sont des structures de microcavités fonctionnant en régime de couplage faible.
1.2 Oscillation paramétrique optique
Dans ce paragraphe consacré à l'oscillation paramétrique optique, nous com-
mençons par rappeler les équations de base de l'optique non-linéaire dans le cas
particulier du mélange à quatre ondes (Partie 1.2.1) pour discuter ensuite des
conditions de conservation d'énergie et d'accord de phase dans les processus de
conversion paramétrique (Partie 1.2.2). Nous présentons pour ﬁnir le cas de l'os-
cillation paramétrique optique (Partie 1.2.3).
Dans les microcavités de semiconducteurs, c'est en tirant parti des larges non-
linéarités d'ordre 3 au voisinage des résonances polaritoniques ou photoniques
(cela dépend du régime de couplage exciton-photon) qu'un régime d'oscillation
paramétrique optique peut être mis en évidence. Nous décidons par conséquent
de présenter dans ce paragraphe les équations non-linéaires faisant intervenir les
termes d'ordre trois en champ. Cela revient à considérer le cas du mélange à
quatre ondes en optique non-linéaire [3].
1.2.1 Conversion paramétrique
L'optique non-linéaire concerne les processus intervenant lorsqu'un milieu ma-
tériel est soumis à un faisceau lumineux intense. La polarisation induite dans le
milieu est linéaire avec les champs faibles (cas de l'optique linéaire) et doit être
exprimée en une série convergente de puissances du champ dès que l'amplitude
devient plus importante :
−→
P =
−→
P (1) +
−→
P (2) +
−→
P (3) + ...
= ǫ0χ
(1)−→E + ǫ0χ(2)−→E 2 + ǫ0χ(3)−→E 3 + ... (1.33)
avec ǫ0 la permittivité du vide, χ(1) la susceptibilité linéaire du matériau et χ(i)
(i ≥ 2) les susceptibilités non-linéaires d'ordre i du milieu. Les propriétés li-
néaires caractéristiques du matériau telles que l'indice de réfraction ou le coef-
ﬁcient d'absorption se déduisent du premier terme χ(1)−→E . Les termes d'ordres
supérieurs sont à l'origine de phénomènes non-linéaires comme la génération de
fréquence, l'indice non-linéaire, la conversion paramétrique, l'ampliﬁcation, l'os-
cillation paramétrique optique, l'eﬀet Kerr optique, l'eﬀet Pockels. On suppose
ici pour simpliﬁer le système isotrope.
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L'équation de Maxwell qui régit l'évolution des champs lors de leur propaga-
tion dans le milieu non-linéaire s'écrit :
∆
−→
E − 1
c2
∂2
−→
E
∂t2
=
1
ǫ0c2
∂2
−→
P (1)
∂t2
+
1
ǫ0c2
∂2
−→
P (NL)
∂t2
(1.34)
avec −→P (1) = ǫ0χ(1)−→E et −→P (NL) = −→P (2) + −→P (3) + ... le terme non-linéaire de la
polarisation et E(−→r , t) = Re
{∑
j E(−→r , ωj)ei(
−→
kj .
−→r −ωjt)
}
.
Les eﬀets non-linéaires étant a priori petits devant les eﬀets linéaires, ils sont
considérés comme une perturbation de la solution linéaire. Il est alors possible de
faire l'approximation de l'enveloppe lentement variable à l'échelle de la longueur
d'onde dans l'équation de propagation selon z en régime non-linéaire, qui devient :
∑
j
2ikj
∂Ej
∂z
e−i(ωjt−
−→
kj .
−→r ) =
1
ǫ0c2
∂2P(NL)
∂t2
(1.35)
où Ej = E(z, ωj), k2j = k2(ωj) =
ω2j
c2
(1+χ(1)(ωj)) et P (NL)(z, t) = Re
{P(NL)(z, t)}.
Les processus non-linéaires du troisième ordre qui nous intéressent résultent
de la polarisation d'ordre trois induite dans le matériau :
P(3)(−→r , t) =
∑
jkl
ǫ0χ
(3)
jklEjE∗kElei[(
−→
kj−−→kk+
−→
kl ).
−→r −(ωj−ωk+ωl)t] (1.36)
avec χ(3)jkl = χ(3)(ωj, ωk, ωl) la susceptibilité non-linéaire d'ordre 3.
En projetant l'équation (1.35) sur le mode de fréquence ωi et en intégrant sur un
volume V dont les dimensions sont petites devant l'échelle de variation spatiale
de E , on obtient :
2iki
∂Ei
∂z
=
∑
jkl
[
−(ωi −∆ω)
2
V c2
∫
χ
(3)
jklEjE∗kElei(∆ωt−∆
−→
k .−→r )dV
]
(1.37)
avec ∆ω = ωi − ωj + ωk − ωl et ∆−→k = −→ki −−→kj +−→kk −−→kl .
Les expressions de la polarisation (1.36) et de l'équation de propagation en
régime non-linéaire (1.37) montrent que le mélange de fréquences entre les com-
posantes spectrales ωj, ωk et ωl du champ électrique donne naissance à un terme
de polarisation non-linéaire à la fréquence ωi. Le terme source du champ Ei dans
la relation (1.37) est constitué d'une somme de termes en EjE∗kEl. La relation entre
ces diﬀérents termes s'interprète comme un processus d'absorption d'un photon
dans l'onde Ej et d'un photon dans l'onde El associé à un processus d'émission
d'un photon dans l'onde Ek et d'un photon dans l'onde Ei.
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Dans le cas du mélange à quatre ondes qui nous intéresse dans ce manuscrit,
le processus de conversion paramétrique consiste en la création de deux photons
dits signal et complémentaire ("idler" en anglais) à partir de deux photons dits
de pompe, issus d'un unique faisceau de pompe (cf. ﬁgure 1.11).
χ(3)
ωc
ωsωp ωp
Conversion paramétrique
Fig. 1.11  Conversion paramétrique de deux photons "pompe", de fréquence ωp, en un
photon "signal", de fréquence ωs, et un photon "complémentaire", de fréquence ωc, dans
le mélange à quatre ondes à une seule pompe.
Pour un processus non-linéaire du second ordre faisant intervenir la suscepti-
bilité non-linéaire du deuxième ordre χ(2) (mélange à trois ondes), la conversion
paramétrique repose sur la création de deux photons signal et complémentaire à
partir d'un photon pompe.
χ(2)
ωc
ωs
Conversion paramétrique
ωp
Fig. 1.12  Conversion paramétrique dans le mélange à trois ondes.
1.2.2 Conservation de l'énergie et condition d'accord de
phase
Conservation de l'énergie : Dans l'équation (1.37), la conservation de l'éner-
gie implique ωi + ωk = ωj + ωl (∆ω = 0). Dans l'exemple de la ﬁgure 1.11, l'in-
teraction avec les diﬀérents champs lors du processus de conversion paramétrique
dans le mélange à quatre ondes doit respecter la relation suivante :
2ωp = ωs + ωc (1.38)
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Condition d'accord de phase : L'intégrale sur le volume V dans l'équation
(1.37) est maximum quand −→ki + −→kk = −→kj + −→kl (∆−→k = −→0 ). Pour la conversion
paramétrique de la ﬁgure 1.11, cette condition s'écrit :
2
−→
kp =
−→
ks +
−→
kc (1.39)
Dans ce contexte, tous les dipôles sont en phase et rayonnent des champs qui
vont interférer de façon constructive. Cela revient à réaliser une conversion pa-
ramétrique eﬃcace dans le matériau. On dit que le processus est accordé en phase.
Dans le cas où cette condition d'accord de phase ne peut être réalisée parfaite-
ment, les champs émis par les dipôles vont interférer de façon partiellement des-
tructive au delà d'une longueur de cohérence qui dépend de ‖∆−→k ‖. Ceci constitue
un problème important en optique non-linéaire puisqu'il entraîne une diminution
de l'eﬃcacité de conversion paramétrique.
Ce problème est très classique dans les systèmes basés sur des cristaux non-
linéaires épais. Pour y répondre, plusieurs méthodes existent : par exemple, l'ac-
cord de phase par biréfringence [13] ou le quasi-accord de phase [12,14,16]. L'ac-
cord de phase par biréfringence tire proﬁt des indices diﬀérents vus par les po-
larisations ordinaire et extraordinaire dans un milieu biréfringent tandis que la
technique de quasi-accord de phase consiste à utiliser un matériau formé d'un
empilement alterné de couches pour changer le signe de la non-linéarité à chaque
longueur de cohérence.
Une des originalités de ce travail de thèse est d'utiliser, pour les processus de
conversion paramétrique, une structure où les modes du champ sont essentielle-
ment stationnaires suivant l'axe z. De fait, les problèmes de pertes de l'accord de
phase, liés à la propagation des ondes suivant l'épaisseur du milieu non-linéaire,
n'existent pas.
En conclusion, la ﬁgure 1.11 et la relation (1.38) conduisent à décrire le pro-
cessus de conversion comme la disparition de deux photons ~ωp pour donner
naissance à deux photons ~ωs et ~ωc en conservant l'énergie :
2~ωp → ~ωs + ~ωc (1.40)
On peut également interpréter la relation (1.19) comme une conservation de l'im-
pulsion :
2~
−→
kp = ~
−→
ks + ~
−→
kc (1.41)
Ceci suggère que les photons ~ωs et ~ωc sont émis simultanément par paires.
On parle alors de paires de photons jumeaux. Des mesures de comptage de coïnci-
dences dans le régime des faibles intensités [63] ou des mesures de bruit quantique
dans le régime des fortes intensités [37] permettent de mettre en évidence les cor-
rélations quantiques existants entre ces photons jumeaux.
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1.2.3 Oscillation paramétrique optique
Dans le paragraphe précédent, nous avons mis en évidence l'importance de
l'accord de phase dont dépend l'eﬃcacité de l'interaction non-linéaire. Celle-ci
dépend également de l'amplitude des champs mis en jeu. Ainsi, aﬁn d'augmenter
l'interaction entre les diﬀérents champs, le matériau non-linéaire est placé dans
une cavité optique Fabry-Pérot, résonante pour un ou plusieurs champs (cf. ﬁgure
1.13). Un champ pompe injecté dans la cavité génère un champ signal et un champ
complémentaire via un processus de conversion paramétrique d'ordre deux ou
trois dans le milieu non-linéaire. Les champs résonants sont alors recyclés au sein
de la cavité. Lorsque le gain paramétrique du milieu non-linéaire égale les pertes
de la cavité (liées à la réﬂectivité des miroirs), le système se met à osciller sur
les modes résonants. Cette relation entre le gain et les pertes du système ﬁxe la
valeur de la puissance de pompe seuil qui permet à l'émission de l'Oscillateur
Paramétrique Optique (OPO) de s'amorcer. Lorsque les intensités des champs
signal et complémentaire augmentent, il faut tenir compte du phénomène de
saturation du gain. Dans l'oscillation paramétrique, l'énergie des champs signal
et complémentaire est prise au champ pompe, ce qui conduit à une atténuation
de la pompe et donc à une diminution du gain paramétrique dans le système.
Il apparaît ﬁnalement de nombreuses analogies avec le fonctionnement des
lasers. Néanmoins, une diﬀérence majeure est le nombre de champs impliqués
dans le régime d'oscillation : un pour les lasers et trois ou quatre pour les OPO.
ωc
ωs
pompe
pompe
complémentaire
signal
ωp
Matériau non-linéaire
Fig. 1.13  Schéma d'un Oscillateur Paramétrique Optique.
Diﬀérents types d'OPO existent : l'OPO simplement résonant (SROPO) où
seul un des trois faisceaux est résonant dans la cavité ; l'OPO doublement ré-
sonant (DROPO) où les champs signal et complémentaire sont recyclés par la
cavité ; et l'OPO triplement résonant (TROPO) où les trois faisceaux pompe,
signal et complémentaire sont recyclés par la cavité.
L'intérêt d'utiliser des OPO résonants pour plusieurs modes (DROPO ou
TROPO) est d'abaisser le seuil d'oscillation paramétrique [64]. Typiquement,
sous excitation continue, les puissances seuils d'oscillation paramétrique sont de
l'ordre de quelques watts pour les SROPO [65], de la dizaine de milliwatts pour
les DROPO [66, 67] et de quelques milliwatts pour les TROPO [68]. Cependant,
les conditions de résonance peuvent être diﬃciles à obtenir et limiter l'abaisse-
ment de ce seuil d'oscillation, ainsi que poser des problèmes de stabilité.
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Enﬁn, une autre conﬁguration est utilisée pour abaisser le seuil d'oscillation
dans les OPO : l'OPO à ampliﬁcation intracavité (OPO-OPA) [69, 70]. C'est un
OPO simplement résonant à deux cristaux non-linéaires. Dans ce système, un
faisceau pompe issu d'un laser produit dans le premier cristal un faisceau signal
et un faisceau complémentaire (processus OPO). Le faisceau signal est réutilisé
dans le deuxième cristal intracavité pour ampliﬁer le faisceau complémentaire
(processus d'ampliﬁcation paramétrique optique, OPA). Dans ces systèmes, le
seuil est de quelques milliwatts.
Les OPO sont souvent utilisés pour générer des longueurs d'onde inaccessibles
avec les lasers actuels. Ils présentent de plus l'avantage d'être accordables en lon-
gueur d'onde. Par exemple, les OPO couramment utilisés en laboratoire, basés sur
des cristaux de KTP, couvrent une gamme de longueurs d'onde qui peut s'étendre
de 505 à 750 nm ou bien de 1 à 3 µm (Mira-OPO de la marque Coherent). La
taille de ces OPO est de l'ordre du mètre. D'autres OPO développés notamment
à l'ONERA (Oﬃce Nationale d'Etudes et de Recherche Aérospatiales) sont de
plus petites tailles (environ une dizaine de cm) et les longueurs d'onde acces-
sibles sont comprises entre 3 et 4.5 µm [71, 72]. Néanmoins, même si la taille
des oscillateurs paramétriques optiques a largement diminué depuis les premières
générations [73], leur miniaturisation reste limitée à cause des problèmes liés au
gain, à l'accord de phase et à la diﬃculté d'obtenir les conditions de résonances.
Les OPO présentent un deuxième intérêt sur lequel nous avons axé ce travail
de thèse : ce sont des dispositifs qui produisent des états dits non-classiques forte-
ment corrélés comme des états jumeaux, intriqués [18,19] ou comprimés [39]. Or
de nombreuses applications en optique quantique comme la cryptographie quan-
tique [6, 74], la téléportation [75, 76] et le stockage d'information [77] requièrent
des sources optiques pouvant produire de tels états. Nous aborderons ce sujet de
manière plus approfondie dans le dernier chapitre du manuscrit.
1.3 Oscillation paramétrique optique dans des mi-
crocavités simples
Dans ce paragraphe, nous rappelons un résultat marquant, un processus de
diﬀusion paramétrique de polaritons dans les microcavités de semiconducteurs,
dit à l'"angle magique" (Partie 1.3.1). Nous présentons ensuite certains éléments
de la théorie développée par Ciuti et al. sur l'oscillation paramétrique dans les
microcavités simples [32, 33] qui nous seront utiles dans le chapitre 3 (Partie
1.3.2). Enﬁn, nous discutons des limitations intrinsèques du processus à l'angle
magique pour l'utilisation des microcavités simples comme sources de photons
jumeaux (Partie 1.3.3).
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1.3.1 Oscillation paramétrique optique à l'angle magique
Dans les microcavités planaires simples, les expériences de pompe-sonde de
Savvidis et al. [28] ont montré l'existence d'un processus très eﬃcace de diﬀusion
paramétrique de polaritons qui est schématisé sur la ﬁgure 1.14.
Dans ces expériences, un faisceau pompe injecte des polaritons au voisinage
du point d'inﬂexion de la dispersion du polariton de basse énergie, avec le vecteur
d'onde −→kp . Deux polaritons pompe peuvent alors être diﬀusés de façon cohérente
en un polariton signal à −→ks = −→0 et un polariton complémentaire à −→kc = 2−→kp sur la
même branche polaritonique. Un faisceau sonde résonant avec l'état de plus basse
énergie en −→k = −→0 peut stimuler le mécanisme de conversion paramétrique. Il en
résulte alors une ampliﬁcation de la sonde lorsque le faisceau pompe est injecté
avec cet angle très particulier qu'on a appelé dans la littérature l'angle magique.
Ce processus s'accompagne d'un aﬃnement spectral et d'un déplacement vers le
bleu ("blueshift" en anglais) des modes signal, pompe et complémentaire.
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Fig. 1.14  Dispersion des polaritons de haute énergie (PH) et de basse énergie (PB)
pour un désaccord δ = −4 meV. Le processus paramétrique à l'angle magique y est
schématisé : deux polaritons de pompe photocréés à l'angle magique, en −→kp, sont diﬀu-
sés en un polariton signal en −→k = −→0 et en un polariton complémentaire en 2−→kp. La
conservation de l'énergie et de l'impulsion est vériﬁée grâce à la forme particulière de
la dispersion en couplage fort.
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Un phénomène similaire a aussi été observé sous excitation continue par Ste-
venson et al. sans l'introduction supplémentaire d'un faisceau sonde [29]. Une
forte émission au niveau du mode signal et du mode complémentaire a été ob-
servée au-dessus d'une puissance de pompe seuil. Ce résultat correspond ici au
régime d'oscillation paramétrique à l'angle magique.
L'interaction qui met en jeu quatre polaritons repose sur des processus non-
linéaires de conversion paramétrique de polaritons du troisième ordre (−→kp ,−→kp) →
(
−→
0 , 2
−→
kp). La non-linéarité est associée aux états électroniques, ici excitoniques,
mais les conditions de résonance sont associées aux polaritons (les trois modes
signal, pompe et complémentaire sont résonants avec les états de polaritons). Dans
ce cas, les conditions d'accord de phase et de conservation d'énergie s'écrivent :{
2
−→
kp =
−→
ks +
−→
kc
2E(
−→
kp) = E(
−→
ks) + E(
−→
kc)
(1.42)
avec E(−→kp), E(−→ks) et E(−→kc) respectivement les énergies aux vecteurs d'onde des
polaritons pompe, signal et complémentaire. Comme le mouvement des porteurs
le long de l'axe de croissance Oz est complètement quantiﬁé dans une microca-
vité, la condition d'accord de phase porte uniquement sur les vecteurs d'onde des
polaritons dans le plan des couches.
Il est essentiel de remarquer que les conditions (1.42) sont satisfaites grâce à la
forme particulière en "S" de la dispersion des polaritons modiﬁée par le couplage
fort dans la zone des petits vecteurs d'onde.
1.3.2 Description quantique
Toutes les caractéristiques des processus paramétriques à l'angle magique ont
été expliquées théoriquement par un modèle quantique de Ciuti et al. [32, 33]
ainsi que par un modèle classique de Whittaker [31] en terme d'ampliﬁcation ou
d'oscillation paramétrique. Il apparaît, entre autres, que le décalage vers le bleu
des modes est dû à une renormalisation des énergies en raison de l'interaction
coulombienne entre polaritons.
Comme nous l'avons souligné précédemment, dans les microcavités simples
en régime de couplage fort, l'ampliﬁcation ou l'oscillation paramétrique ne repose
plus sur une conversion paramétrique de photons mais sur une conversion para-
métrique de polaritons.
Nous présentons dans cette partie les principaux éléments du modèle quan-
tique de Ciuti et al. dont on en trouvera une description détaillée dans les réfé-
rences [32,33].
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La diﬀusion paramétrique dans les microcavités en régime de couplage fort est
due à l'interaction coulombienne entre porteurs. Dans l'hamiltonien décrivant ces
interactions, deux termes sont considérés : un terme eﬀectif d'interaction exciton-
exciton HXX et un terme de saturation anharmonique dans le couplage exciton-
photon HsatXC . Ce dernier terme traduit la saturation du couplage exciton-photon
causée par les eﬀets de saturation avec la densité de porteurs que nous avons
introduits rapidement dans la partie 1.1.3 (blocage de Pauli). Ainsi, l'hamiltonien
d'interaction est la somme des termes :
HXX =
1
2
∑
k,k′,q
V effq b
†
k+qb
†
k′−qbkbk′ (1.43)
HsatXC = −
∑
k,k′,q
Vsat(a
†
k+qb
†
k′−qbkbk′ + b
†
k′b
†
kbk′−qak+q) (1.44)
Les opérateurs ak et bk sont respectivement les opérateurs annihilation d'un pho-
ton et d'un exciton de vecteur d'onde dans le plan des couches k. Le terme
V effq ≃ V eff0 = 6e
2a∗
Bohr
ǫA
(pour qa∗Bohr ≪ 1) est le potentiel eﬀectif d'in-
teraction exciton-exciton, où a∗Bohr est le rayon de Bohr eﬀectif de l'exciton,
ǫ la constante diélectrique du puits quantique et A l'aire de quantiﬁcation. Le
terme de saturation s'écrit Vsat = ~ΩR2nsatA où ~ΩR est le dédoublement de Rabi et
nsat = 7/(16πa
∗2
Bohr) la densité de saturation de l'exciton.
L'hamiltonien total du système doit prendre en compte également la partie
linéaire associés aux états propres photoniques et excitoniques ainsi que le terme
harmonique du couplage exciton-photon à l'origine des deux modes de polariton,
donnés par :
H0 =
∑
k
[
EC(k)a
†
kak + EX(k)b
†
kbk
]
+
∑
k
~ΩR
2
(a†kbk + akb
†
k) (1.45)
où EC(k) = ~c/n
√
k2 + (pπ/L)2 est l'énergie du mode de cavité (cf. éq. (1.5)),
EX(k) = Eexc + ~
2k2/2M l'énergie de l'exciton (cf. éq. (1.17)) et ~ΩR/2 la
constante de couplage de Rabi.
Cet hamiltonien se diagonalise dans la base des états polaritoniques tel que :
H0 =
∑
k
[
EPB(k)p
†
kpk + EPH(k)u
†
kuk
]
(1.46)
avec EPB(k) et EPH(k) les énergies respectives des branches basse et haute de po-
lariton. L'opérateur pk (uk) est l'opérateur annihilation d'un polariton bas (haut)
de vecteur d'onde dans le plan des couches k.
Pour V effq et Vsat petits devant ~ΩR/2, l'interaction non-linéaire entre les po-
laritons de haute énergie et de basse énergie, qui donne des termes non résonants,
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est négligeable. De plus, dans l'expérience modélisée, seule la branche polarito-
nique basse est excitée de façon résonante par un laser quasi monochromatique,
ce qui conduit à considérer uniquement les états de polaritons de basse énergie.
A partir de l'hamiltonien d'interaction et de l'expression de l'opérateur pk en
fonction des composantes de Hopﬁeld excitonique Xk > 0 et photonique Ck < 0
(cf. éq. (1.28) et (1.29)), pk = Xkbk + Ckak, est déduit l'hamiltonien décrivant
l'interaction eﬀective entre les polaritons :
HeffPP =
1
2
∑
k,k′,q
a∗2Bohr
A
V PPk,k′,qp
†
k+qp
†
k′−qpkpk′ (1.47)
où V PPk,k′,q est le potentiel eﬀectif d'interaction polariton-polariton.
Dans le cas particulier de l'oscillation paramétrique à l'angle magique (kp,kp) →
(0,2kp), où kp est le vecteur d'onde de pompe dans le plan des couches, il s'écrit :
V PP = V PPkp,kp,kp + V
PP
kp,kp,−kp
=
12e2
ǫa∗Bohr
X2kpXkpX0Xkp
+
~ΩR
nsata∗2Bohr
[(|C0|X2kp + ∣∣C2kp∣∣X0)XkpXkp + 2 ∣∣Ckp∣∣X0XkpX2kp]
(1.48)
Nous utiliserons au chapitre 3 cette expression pour calculer puis comparer
l'eﬃcacité du processus de conversion paramétrique à l'angle magique dans les
microcavités simples et dans les microcavités triples.
1.3.3 Limitations dans les microcavités simples
Nous avons vu précédemment qu'un régime d'oscillation paramétrique peut
exister dans des microcavités simples, en tirant parti des larges non-linéarités en
χ(3) au voisinage des résonances de polariton. Le couplage fort exciton-photon
est indispensable pour observer ce phénomène. Les conditions de conservation
d'énergie et d'accord de phase sont en eﬀet satisfaites uniquement grâce à la forme
particulière en "S" de la dispersion du polariton de basse énergie, caractéristique
du régime de couplage fort dans les microcavités. De surcroît les polaritons de
pompe doivent être injectés à un angle très particulier. Cet angle (l'angle "ma-
gique) est généralement de l'ordre d'une quinzaine de degrés et varie en fonction
du désaccord exciton-photon δ.
L'ensemble de ces conditions s'avèrent être d'importantes limitations pour
l'utilisation des microcavités planaires simples comme sources intégrées de pho-
tons jumeaux (i.e. corrélés quantiquement).
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D'une part, le régime de couplage fort exciton-photon étant perdu lorsque la
température de travail excède typiquement 50 K dans le cas de microcavités de
semiconducteurs III-V contenant un puits quantique, l'observation d'un régime
d'oscillation paramétrique optique dans les microcavités simples devient impos-
sible au-delà de ces températures [36].
D'autre part, l'obligation de pomper optiquement le système au niveau du
point d'inﬂexion de la dispersion du polariton de basse énergie, c'est à dire à
un grand angle d'incidence, constitue une limite pour la réalisation d'un système
OPO miniaturisé et intégré. On ne peut envisager, par exemple, un pompage op-
tique de la microcavité par un VCSEL qui constituerait une première étape pour
l'intégration du système. Une deuxième étape qui reposerait sur une injection
électrique de la microcavité pour peupler l'état de pompe est également impos-
sible dans ce contexte.
Enﬁn, le polariton complémentaire est diﬀusé à un très grand angle. Or, aux
grands vecteurs d'onde, la dispersion de la branche basse de polariton tend vers
celle de l'exciton. La fraction photonique du complémentaire est alors très faible
et il est très peu couplé à l'extérieur de la microcavité. La collection des photons
issus de ce mode est par conséquent très ineﬃcace, ce qui constitue un sérieux
problème pour l'utilisation des photons jumeaux émis par la microcavité pour une
application en optique quantique. En eﬀet, les applications en optique quantique
qui reposent sur des corrélations quantiques en régime de comptage de photons
requièrent une bonne eﬃcacité de collection des photons jumeaux [63]. En régime
de variables continues où l'on procède à des mesures du bruit quantique entre fais-
ceaux corrélés, il est nécessaire d'avoir des faisceaux équilibrés en intensité [37]
(cf. chapitre 5).
1.4 Conclusion
Dans ce chapitre, nous avons rappelé les caractéristiques d'une microcavité
planaire de semiconducteurs. Suivant l'axe de croissance de la structure, le conﬁ-
nement des excitations électroniques est réalisé dans un puits quantique et celui
des photons dans une cavité de type Fabry-Pérot, constituée de miroirs de Bragg.
Un régime de couplage fort entre un exciton du puits quantique et un photon de
cavité peut être atteint si les amortissements du système sont plus petits que le
couplage caractérisé par le dédoublement de Rabi. Dans ce cas, le couplage fort
donne naissance à des états hybrides exciton-photon, les polaritons de microca-
vité. La dispersion de ces nouveaux états est fortement modiﬁée par rapport à
celle des états non couplés. En particulier, la branche basse de polariton présente
un point d'inﬂexion caractéristique du couplage fort dans ces systèmes. Grâce à
la forme particulière de cette dispersion, sous excitation résonante à l'angle ma-
gique et au-dessus d'une puissance seuil d'excitation, un phénomène d'oscillation
paramétrique peut s'établir dans les microcavités planaires. Toutefois, lorsque la
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température ou la puissance d'excitation (i.e. la densité de porteurs) augmente
dans ces systèmes, le régime de couplage fort laisse place à un régime de couplage
faible. La dispersion est alors réduite aux dispersions de l'exciton et du photon,
et les conditions de conservation d'énergie et d'accord de phase indispensables
à l'oscillation paramétrique sont impossibles à satisfaire. Dans ce contexte, nous
avons souligné d'une part que la température de fonctionnement doit rester in-
trinsèquement très basse et que d'autre part, la conﬁguration d'excitation très
particulière de la microcavité rend impossible la réalisation d'un système intégré.
Enﬁn, le déséquilibre en intensité des photons émis, a priori jumeaux, dégraderait
l'eﬃcacité de leur collection. La réalisation d'une microsource de photons jumeaux
à partir d'une microcavité simple en utilisant un processus paramétrique à l'angle
magique est donc compromise.
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Chapitre 2
Fils photoniques
Dans le chapitre précédent, nous avons exposé les caractéristiques de l'oscilla-
tion paramétrique optique dans les microcavités planaires en régime de couplage
fort [28,29,31,32]. Dans cette conﬁguration, le faisceau de pompe excite l'échan-
tillon à un angle spéciﬁque sur la branche de polariton de basse énergie. Le signal
est détecté en 0◦ tandis que le complémentaire est émis à un grand angle, proche
du réservoir excitonique. Ce processus non-linéaire qui repose sur la diﬀusion pa-
ramétrique de polaritons est dû aux interactions coulombiennes entre porteurs. Il
présente plusieurs limitations pour l'utilisation des microcavités semiconductrices
comme source intégrée eﬃcace de photons jumeaux. Le régime de couplage fort
lumière-matière est indispensable pour satisfaire les conditions d'accord de phase
et de conservation de l'énergie, ce qui impose une température de fonctionnement
très basse. Le complémentaire n'est pas protégé des eﬀets d'élargissement colli-
sionnel [5658, 78, 79] par rapport au signal. Ceci aﬀecte l'eﬃcacité de collection
du complémentaire et résulte en un déséquilibre d'intensité entre les deux fais-
ceaux.
Alors que de nombreux aspects de l'interaction entre polaritons dans les pro-
cessus de diﬀusion paramétrique sont bien compris, la dynamique de spin des
polaritons reste une phénoménologie complexe à expliquer. Plusieurs études se
sont concentrées sur l'émission de l'état fondamental des polaritons en k = 0
dans le régime non-linéaire [80, 81]. Dans le cas d'une excitation non-résonante
du système, les porteurs photocréés relaxent d'abord rapidement vers le réservoir
excitonique. Dans la région des vecteurs d'onde intermédiaires, les porteurs s'ac-
cumulent au niveau du goulet d'étranglement où la relaxation des polaritons par
l'intermédiaire des phonons est ralentie. Du fait de l'allongement du temps de vie
des porteurs dans cette zone, une levée de dégénérescence de la polarisation des
états de polaritons, même très faible, peut inﬂuencer fortement la dynamique de
spin et l'orientation du spin des états ﬁnaux de polaritons en k = 0. Par exemple,
la levée de dégénérescence des polarisations TE-TM des polaritons, imposées par
les conditions de continuité des composantes longitudinale et transverse du champ
électromagnétique [82], peut conduire à une émission en bas de branche avec une
44 Chapitre 2. Fils photoniques
polarisation très diﬀérente de celle de l'excitation (par exemple, une excitation de
polarisation rectiligne peut conduire à une émission de polarisation circulaire).
Une partie de cette complexité peut être contournée grâce à des expériences
de pompe-sonde résonantes, similaires à celle de Savvidis et al. [28], où les états
de bas de branche sont peuplés par l'intermédiaire d'un processus de conver-
sion paramétrique de polaritons. Toutefois, la dynamique de spin des polaritons
reste complexe, même dans cette conﬁguration [83]. La polarisation circulaire
est conservée dans ces mécanismes tandis qu'une rotation de 45◦ est observée
pour une excitation de polarisation rectiligne. Plusieurs interprétations ont été
proposées. La première considère un processus de retournement du spin ("spin
ﬂip"), stimulé par occupation des états de spin ﬁnaux, lors des collisions élastiques
entre polaritons [83]. Un travail théorique et expérimental a ensuite conclu que
les propriétés de spin dans ces expériences sont gouvernées par un eﬀet Faraday
entraînant une rotation de la polarisation [84]. Finalement, une théorie quantique
du spin de polariton a été développée, où la structure ﬁne du polariton et les pro-
cessus de diﬀusion stimulée apparaissent comme les éléments importants de la
dynamique de spin dans les microcavités [85, 86]. Malheureusement, la levée de
dégénérescence de la polarisation des polaritons, qui reﬂète la structure ﬁne des
polaritons et dépend du vecteur d'onde, est très diﬃcile à observer expérimenta-
lement dans les microcavités planaires. Ceci complique par conséquent le contrôle
du spin des polaritons dans ces systèmes.
D'autres systèmes intéressants de microcavités gravées en ﬁls photoniques ont
été étudiés ces dernières années. Des expériences réalisées par Dasbach et al.
ont montré que des phénomènes d'oscillation paramétrique optique, similaires à
ceux décrits dans les microcavités planaires, pouvaient être observés [87,88]. Dans
ces systèmes de dimension réduite (ﬁls photoniques 1D ou plots 0D), un multi-
plet de modes de polaritons apparaît [89]. On peut alors exploiter ces multiples
branches de polaritons pour diﬀérentes conﬁgurations de processus de diﬀusion
paramétrique. Dans la continuité des résultats obtenus à l'angle magique dans les
microcavités planaires, ces travaux dans les ﬁls photoniques ont principalement
porté sur la mise en évidence de processus paramétriques à l'angle magique. Les
polaritons de pompe sont photocréés au voisinage du point d'inﬂexion d'une des
branches polaritoniques mais les états ﬁnaux de diﬀusion pour les polaritons si-
gnal et complémentaire sont plus nombreux. Le processus paramétrique peut se
faire sur une seule branche par analogie aux microcavités planaires et on parlera
alors de processus paramétrique intrabranche. Les polaritons signal et complémen-
taire peuvent aussi être résonants avec des branches de polaritons diﬀérentes de
celle du polariton de pompe (i.e. processus paramétrique interbranches).
Pendant la première partie de ce travail de thèse, nous avons d'une part ap-
profondi les études sur l'oscillation paramétrique optique dans les ﬁls photoniques
aﬁn de répondre à certains des problèmes posés par les microcavités planaires.
Pour ce faire, nous nous sommes concentrés sur la mise en évidence d'un pro-
cessus de diﬀusion paramétrique interbranches, où les modes pompe, signal et
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complémentaire sont situés en k = 0 et sont protégés du réservoir excitonique
(i.e. énergies inférieures à celle de l'exciton). L'accent a également été porté sur
l'amélioration du rapport d'intensités entre les faisceaux signal et complémentaire.
Nous verrons cependant que quelques limitations subsistent dans ces systèmes.
Le couplage fort exciton-photon est encore indispensable pour vériﬁer la conser-
vation de l'énergie et la gravure des échantillons reste un procédé complexe qui
peut introduire des défauts dans les échantillons.
D'autre part, ces systèmes quasi-unidimensionnels ont permis de mettre en
évidence un régime d'oscillation paramétrique particulier permettant de contrôler
l'état de spin des polaritons diﬀusés. Contrairement aux microcavités planaires,
la levée de dégénérescence de la polarisation des polaritons, qui résulte ici de
contraintes uniaxiales au sein de la cavité résonante, est suﬃsamment impor-
tante pour être directement mesurée. On s'aﬀranchit également de la dépendance
complexe de la structure ﬁne des polaritons avec le vecteur d'onde (en k = 0).
L'ensemble de ces propriétés nous ont ainsi permis de démontrer une inversion
de polarisation via un processus de diﬀusion paramétrique interbranches [90].
Ce chapitre présente les expériences de spectroscopie résolue en angle que nous
avons menées aﬁn de mettre en évidence des phénomènes d'oscillation paramé-
trique optique dans une microcavité gravée en ﬁls photoniques. Après avoir donné
dans le paragraphe 2.1 les caractéristiques de notre échantillon, nous présentons
le dispositif expérimental utilisé. Dans le paragraphe 2.2, nous montrons l'exis-
tence d'un régime d'oscillation paramétrique interbranches et, plus spéciﬁque-
ment, l'existence de processus de diﬀusion paramétrique sélectifs en polarisation,
permettant de contrôler l'état de spin des polaritons diﬀusés. Nous concluons dans
le paragraphe 2.3 en exposant les avantages des structures en ﬁls photoniques pour
la génération de photons jumeaux ainsi que les limitations qui subsistent pour
leur utilisation en tant que source intégrée. Le paragraphe 2.4 présente quelques
perspectives concernant la démonstration des corrélations quantiques entre les
photons signal et complémentaire.
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2.1 Échantillon et dispositif expérimental
Dans ce paragraphe, nous commençons par décrire les caractéristiques de la
microcavité de semiconducteurs gravée en ﬁls photoniques que nous avons étudiée
(Partie 2.1.1). Après avoir présenté le dispositif expérimental que nous avons
mis en place pour réaliser les expériences de spectroscopie résolue en angle (Par-
tie 2.1.2), nous montrons des mesures de dispersion en énergie des modes de
polaritons en régime de couplage fort dans les ﬁls photoniques (Partie 2.1.3).
2.1.1 Description de la microcavité gravée
Structure
L'échantillon gravé que nous avons étudié a été fabriqué par épitaxie par jets
moléculaires au "Technische Physik Institut" à Würzburg en Allemagne dans
l'équipe d'A. Forchel. La microcavité planaire initiale est constituée d'une ca-
vité résonante en GaAs d'épaisseur λ comprise entre deux miroirs de Bragg
AlAs/GaAs. Ces miroirs de Bragg sont formés de 23 paires de couches pour
le miroir en contact avec le substrat (GaAs) et de 21 paires de couches pour le
miroir en contact avec l'air. La réﬂectivité au niveau de la bande d'arrêt est alors
supérieure à 0.999. Le mode de cavité de largeur γph ∼ 0.2 meV est à l'énergie
EC ∼ 1.4 eV. Le temps de vie des photons dans la cavité est alors de l'ordre de
τ ∼ 3 ps et la cavité est de grande ﬁnesse F ∼ 8000. Un unique puits quan-
tique en In0.14Ga0.86As de 7 nm d'épaisseur est inséré au milieu de la cavité. La
largeur à mi-hauteur du mode excitonique est assez large, elle est de l'ordre de
γexc ∼ 1 meV.
A partir de cette microcavité planaire, une structure en ﬁls photoniques a
été obtenue par gravure ionique réactive. Celle-ci consiste à transférer dans une
couche ou une multi-couches un motif déﬁni par un masque réalisé à la surface
de l'échantillon par lithographie électronique. Le miroir de Bragg en contact avec
l'air ainsi que la cavité résonante ont été gravés tandis que le miroir de Bragg en
contact avec le substrat est resté quasiment intact. On obtient des groupes de 10
ﬁls photoniques longs de 200 µm, espacés de 4 µm (bord à bord) et regroupés
par largeur de 3, 4 et 5 µm. Les groupes de ﬁls de même largeur sont distants de
150 µm (cf. ﬁgure 2.1(a)). Un exemple de ﬁl photonique de 3 µm de largeur est
montré sur l'image 2.1(b) prise par microscopie électronique à balayage ("Scan-
ning Electron Microscopy", SEM, en anglais) [91].
Il est important de remarquer que 2 à 3 ﬁls de même largeur sont excités en
même temps pour un spot laser de 20 µm de diamètre à la surface de la micro-
cavité gravée en ﬁls photoniques. Dans l'ensemble de ce chapitre, les expériences
ont donc portées sur des groupements de ﬁls photoniques de même largeur.
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Fig. 2.1  (a) Schéma de la microcavité planaire gravée en ﬁls photoniques. (b) Image
issue de la référence [87]. Photographie obtenue par microscopie électronique à balayage
de la microcavité gravée en ﬁls photoniques. L'image d'un des ﬁls de largeur Lx = 3 µm
a été agrandie pour visualiser les multiples couches des miroirs de Bragg ainsi que la
cavité résonante. L'axe de croissance Oz est représenté.
Modes photonique et excitonique
Dans le chapitre 1, nous avons vu que le conﬁnement des photons dans une
microcavité planaire se fait selon l'axe de croissance de la cavité Oz par l'inter-
médiaire des miroirs de Bragg et que l'énergie d'un mode de cavité s'écrit (cf. éq.
(1.5)) :
EC(kq) =
√
(E0C)
2 +
(
~c
nc
)2
k2q (2.1)
avec E0C l'énergie du mode de cavité fondamental déﬁnie par l'épaisseur de la
cavité Lc.
Désormais, la gravure en ﬁls photoniques de la microcavité introduit une di-
rection supplémentaire de conﬁnement du champ électromagnétique dans le plan
de la cavité du fait de la discontinuité de la valeur de l'indice de réfraction. Celui-
ci passe brutalement de nc ≃ 3 dans la cavité résonante à 1 dans l'air suivant l'axe
Ox, ce qui résulte en un conﬁnement du champ électromagnétique dans le plan
de la cavité normal à l'axe des ﬁls (selon Ox). En revanche, la lumière se propage
toujours librement selon Oy. En raison de ce conﬁnement selon l'axe Ox, de façon
analogue au conﬁnement des porteurs dans un puits quantique, le mode de cavité
se divise en plusieurs sous-branches. Chacune de ces sous-branches correspond à
un mode optique discret orthogonal à l'axe du ﬁl et est indicé par un nombre
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entier jx.
L'énergie des modes photoniques dans cette cavité quasi-unidimensionnelle
s'écrit [92] :
EC(jx, ky) =
√√√√(E0C)2 +
(
~c
nc
)2 [(
π(jx + 1)
Lx
)2
+ k2y
]
(2.2)
où Lx est la largeur du ﬁl considéré.
Dans cette nouvelle conﬁguration, les modes photoniques ne présentent au-
cune dispersion le long de l'axe Ox : l'énergie selon cet axe est constante pour
chaque mode jx du multiplet de photons. Inversement, comme dans les micro-
cavités planaires, chacune des branches photoniques jx présente une dispersion
quasi parabolique selon Oy, axe des ﬁls. Elle est représentée sur la ﬁgure 2.2 pour
une largeur de 5 µm. Dans cet exemple, les modes photoniques sont espacés selon
les énergies croissantes, en ky = 0, de 1.2 meV, 1.9 meV et 2.8 meV.
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Fig. 2.2  A gauche, dispersion selon kq du mode photonique dans une cavité planaire
(2D). A droite, dispersion selon ky du multiplet de modes photoniques dans la cavité
gravée en ﬁls photoniques (1D), calculée pour un ﬁl de 5 µm de largeur. Les modes du
multiplet sont indicés par jx ∈ N.
Contrairement au photon, l'exciton du puits quantique ne ressent pas les eﬀets
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du conﬁnement induit par la gravure. La largeur des ﬁls photoniques étant beau-
coup plus grande que le rayon de Bohr de l'exciton (a∗Bohr ∼ 110 Å), ce dernier
est conﬁné uniquement selon l'axe de croissance Oz, situation identique aux puits
quantiques insérés dans des cavités planaires.
Couplage fort exciton-photon
En régime de couplage fort, l'exciton 1s du puits quantique n'est donc plus
couplé à un unique mode de cavité mais à un multiplet de modes photoniques.
Chacun de ces modes photoniques se couple fortement au mode excitonique de
même symétrie [89] lorsque l'amortissement dans le système est inférieur à la
constante de couplage exciton-photon (cf. chapitre 1).
Dans le modèle des oscillateurs couplés, la matrice de dimension (2 × 2) vue
dans le cas d'une microcavité planaire est ici étendue à un ensemble de N matrices
(2×2), N étant le nombre de modes photoniques couplés au mode excitonique [89].
Le nombre de modes photoniques impliqués dans le couplage avec le mode
excitonique dépend de l'écart entre les modes du multiplet et de la largeur de
la bande d'arrêt de la réﬂectivité des miroirs de Bragg. D'après l'équation (2.2),
deux modes de cavité consécutifs sont d'autant plus proches que le ﬁl considéré
est épais. Or, nous rappelons que la largeur de la bande d'arrêt, qui dépend de
la structure des miroirs de Bragg, est ﬁxée. Ainsi, le nombre de résonances dans
la bande d'arrêt est limité. Par exemple, pour des ﬁls de 5 µm de largeur, nous
observons dans l'expérience quatre modes de cavité. Dans ce cas, les matrices à
considérer s'écrivent :
H0 =
(
EX
~ΩR
2
~ΩR
2
EC(0, ky)
)
, H1 =
(
EX
~ΩR
2
~ΩR
2
EC(1, ky)
)
,
H2 =
(
EX
~ΩR
2
~ΩR
2
EC(2, ky)
)
et H3 =
(
EX
~ΩR
2
~ΩR
2
EC(3, ky)
)
,
(2.3)
où EX est l'énergie du mode excitonique de dispersion plate aux faibles vecteurs
d'onde ky, EC(jx, ky) l'énergie du mode de cavité jx et ~ΩR/2 le terme de couplage
exciton-photon. Pour de faibles indices jx, la constante de couplage est indépen-
dante du mode photonique considéré [89].
Il apparaît donc en régime de couplage fort un multiplet de modes de polari-
tons de haute énergie et de basse énergie dont les énergies et les vecteurs propres
sont déterminés à partir de la diagonalisation des matrices H0, H1, H2 et H3.
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La ﬁgure 2.3 représente la dispersion des polaritons dans les ﬁls photoniques,
calculée dans le modèle des oscillateurs couplés, pour une constante de couplage
de Rabi ~ΩR = 4 meV et pour plusieurs désaccords exciton-photon δ = E0C−EX .
Nous reconnaissons sur chacune des branches basses de polaritons le point d'in-
ﬂexion caractéristique du couplage fort qui leur confère une forme en "S". Remar-
quons également que l'écart en énergie entre les modes dépend du désaccord δ :
en changeant le désaccord exciton-photon, il est possible d'obtenir une situation
où trois modes de polariton sont également espacés en énergie en ky = 0.
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Fig. 2.3  Dispersion des modes de polaritons calculée pour un ﬁl photonique de largeur
Lx = 5 µm et pour diﬀérents désaccords exciton-photon δ = E0C − EX (de gauche à
droite, −2 meV, 0 meV et +2 meV). Le mode de cavité fondamental d'énergie E0C et
le mode excitonique d'énergie EX sont représentés en pointillés sur chacune des disper-
sions.
Expérimentalement, nous accédons à la dispersion des polaritons en variant
l'angle d'excitation ou de détection θy = (Ôz, Ou) (cf. ﬁgure 2.4) qui est direc-
tement relié à la composante ky du vecteur d'onde selon l'axe des ﬁls. De plus,
nous proﬁtons du léger gradient d'épaisseur de la cavité résonante, introduit vo-
lontairement lors de la croissance de la microcavité planaire initiale, pour ajuster
ﬁnement l'énergie du mode de cavité (i.e. le désaccord exciton-photon) en dépla-
çant le spot laser le long des ﬁls photoniques.
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Fig. 2.4  Schéma d'un ﬁl photonique sur lequel est représenté l'angle d'excitation ou
de détection θy = (Ôz, Ou).
Remarque sur la parité des modes
Le nombre jx qui indice les modes polaritoniques correspond aussi au nombre
de n÷uds que présente le proﬁl du champ électromagnétique le long d'un ﬁl
photonique. Un indice jx pair (impair) correspond à un proﬁl symétrique (anti-
symétrique) du champ électromagnétique [87, 88]. Cette indication sur la parité
des modes polaritoniques est cruciale dans les ﬁls photoniques dès lors que nous
étudions des processus de diﬀusion paramétrique interbranches de deux polari-
tons de pompe vers un polariton signal et un polariton complémentaire. En eﬀet,
comme l'ont montré Dasbach et al., la parité doit être conservée dans ces méca-
nismes [87,88]. Puisque l'état résultant du produit de deux états de polariton de
pompe est toujours symétrique et indépendant de la parité du mode de polariton
de pompe initial, les modes signal et complémentaire résultant d'un processus de
diﬀusion paramétrique dans les ﬁls doivent être tous deux des états symétriques
(i.e. jx pair) ou antisymétriques (i.e. jx impair).
2.1.2 Dispositif expérimental pour les expériences de spec-
troscopie résolue en angle
Sur la ﬁgure 2.5 est présenté le dispositif expérimental de spectroscopie réso-
lue en angle que nous avons utilisé lors des expériences sur les ﬁls photoniques.
La source optique utilisée est un laser accordable Titane:Saphir (Ti:Sa), pompé
par un laser Nd:Vanadate doublé de longueur d'onde 532 nm (Verdi 8 W de Co-
herent). Le laser Ti:Sa peut fonctionner selon trois régimes : picoseconde, femtose-
conde ou continu. Toutes nos expériences ont été réalisées sous excitation optique
continue. La longueur d'onde de l'émission laser est sélectionnée par rotation d'un
ﬁltre de Lyot à l'intérieur de la courbe de gain du laser Titane:Saphir (de 700
à 980 nm environ). Ainsi, l'échantillon étudié peut être excité sélectivement en
énergie par une raie laser de largeur environ égale à 0.1 meV. La lame biréfrin-
gente ainsi que le cristal Titane:Saphir sont montés à l'angle de Brewster pour
minimiser les pertes dans la cavité laser et imposer une polarisation horizontale
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en Silicium
photodiodes
ﬁltres
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Verdi 532 nm (8 W)
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continue d'hélium (6 K)
θ
Cryostat à circulation
ﬁbre optique
Fig. 2.5  Schéma du montage expérimental pour les mesures de spectroscopie résolue
en angle en transmission.
du faisceau en sortie de la cavité. Le faisceau a une puissance moyenne de sortie
d'environ 1.5 W et est ensuite atténué par des densités optiques neutres avant
d'exciter l'échantillon.
La majorité des expériences de ce travail de thèse a été eﬀectuée à basse tem-
pérature (6 K). L'échantillon est collé sur un porte-échantillon en cuivre (doigt
froid) et est placé dans un cryostat optique à circulation continue d'hélium. Le
refroidissement se fait par contact thermique. Un système de régulation, composé
d'une résistance chauﬀante (source chaude) et d'un contrôleur de ﬂux qui règle
l'ouverture d'un pointeau (source froide), permet de stabiliser sa température
pendant plusieurs heures. Les fenêtres du cryostat, distantes de 2 cm, sont de
part et d'autre de l'échantillon, parallèles à celui-ci. On peut ainsi travailler en
réﬂexion ou en transmission, avec une ouverture angulaire de l'ordre de ±45◦.
Pour permettre des mesures en transmission, le porte-échantillon est percé d'une
fente. De plus, le cryostat est monté sur une platine de translation micrométrique
permettant un déplacement horizontal et vertical de l'échantillon aﬁn de faire
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varier le désaccord exciton-photon (déplacement du faisceau laser sur la surface
de l'échantillon).
Un goniomètre a été développé au laboratoire pour les expériences de spectro-
scopie résolue en angle : il est composé d'un bras mobile (bras de détection) dont
l'axe de rotation passe par la surface de l'échantillon. Une lentille f ′ = +5 cm fo-
calise le faisceau laser sur l'échantillon, sous un angle d'incidence nul. Un système
de collection de l'émission de la microcavité, composé d'un système afocal de deux
lentilles f ′ = +5 cm, est monté sur le bras de détection du goniomètre. Celui-ci
permet d'imager la lumière émise par l'échantillon à un angle θ à l'entrée d'une
ﬁbre optique. Nous pouvons analyser l'émission de l'échantillon sur une plage an-
gulaire d'environ ±40◦ et la résolution angulaire atteinte par ce montage est de 1◦.
La lumière en sortie de la ﬁbre optique est focalisée par une lentille f ′ = +5 cm
sur la fente d'entrée d'un spectromètre d'un mètre de focale qui disperse la lu-
mière par diﬀraction sur un réseau de 1200 traits.mm−1. Après la fente de sortie
du spectromètre se trouve une barrette de photodiodes en silicium qui délivre
un signal traité par un programme d'acquisition sur ordinateur. La résolution de
travail est limitée par le spectromètre et est égale à 150 µeV pour une ouverture
de fente de 100 µm.
La spectroscopie résolue en angle consiste alors à enregistrer à une longueur
d'onde d'excitation ﬁxée l'intensité de photoluminescence émise pour diﬀérents
angles de détection θy.
Enﬁn, en excitation continue, la densité moyenne de porteurs injectés dans
une microcavité planaire peut être estimée par :
n =
αηPexcτ
~ωLSw
(2.4)
où α est le coeﬃcient d'absorption de l'échantillon dans le cas d'une excitation
résonante, Pexc la puissance incidente mesurée juste avant la lentille d'excitation,
η l'eﬃcacité due aux pertes dues aux optiques avant l'échantillon (1 lentille + 1
fenêtre de cryostat) qui sont de 4% par interface, τ le temps de vie des photons
dans la cavité, ~ωL l'énergie de la raie laser et Sw = πw2 la surface du spot laser
sur l'échantillon avec w le waist du faisceau laser gaussien au niveau de l'échan-
tillon. Dans le cas des ﬁls photoniques, la densité moyenne de porteurs n doit être
divisée par un facteur géométrique correspondant à l'éclairement eﬀectif des ﬁls
par le spot laser.
En sortie du Titane:Saphir, le faisceau laser gaussien a une divergence to-
tale de 1.5 mrad. Avec une lentille d'excitation placée à environ 2 m, on estime,
par les formules de conjugaison pour les faisceaux gaussiens, à 2w ∼ 40 µm la
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taille du spot sur l'échantillon. L'absorption de l'échantillon est évaluée par le
calcul basé sur la méthode des matrices de transfert. Pour la structure planaire
décrite dans la partie 2.2.1, α ∼ 0.01 et τ ∼ 3 ps. Nos conditions expérimentales
(Pexc ∼ 50 mW, ~ωL ∼ 1.5 eV) correspondent à une densité d'excitation de
l'ordre de 108 porteurs/cm2.
2.1.3 Caractérisation des ﬁls photoniques
La caractérisation des échantillons permet de connaître précisément les éner-
gies des polaritons et le dédoublement de Rabi.
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Fig. 2.6  Mesure (symboles) de la photoluminescence résolue en angle des ﬁls photo-
niques de 4 µm ((a)) et 5 µm ((b)) de largeur. Les dispersions en énergie des polaritons
(traits pleins) sont calculées pour un désaccord exciton-photon δ = −7 meV et un dé-
doublement de Rabi ~ΩR = 3.8 meV.
Sous excitation continue non résonante (~ωL = 1.65 eV), à faible puissance
d'excitation (Pexc = 2 mW) et à basse température (6 K), nous mesurons en
transmission l'intensité émise par un ensemble de ﬁls photoniques de même lar-
geur en fonction de l'angle de détection θy. En repérant l'énergie des maxima
d'intensité en fonction de θy, on reconstruit la dispersion des modes de polaritons
en incidence normale qui est représentée sur la ﬁgure 2.6 pour deux largeurs de
ﬁls diﬀérentes (4 µm et 5 µm).
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On distingue nettement le multiplet de polaritons de basse énergie tandis que
l'émission des polaritons de haute énergie est peu intense. Les dispersions mesu-
rées sont bien reproduites par les dispersions calculées dans le modèle des oscilla-
teurs couplés (traits continus). Dans le calcul, l'énergie de l'exciton, la constante
de couplage exciton-photon et le désaccord exciton-photon sont ajustés pour re-
produire la courbe expérimentale. Pour les deux largeurs de ﬁls, EX = 1.4088 eV,
~ΩR = 3.8 meV et δ ≃ −7 meV. En eﬀet, les ﬁls photoniques ont été gravés à
partir de la même microcavité.
Pour deux largeurs de ﬁls diﬀérentes, le nombre de modes polaritoniques varie.
On vériﬁe que les modes de polaritons sont plus nombreux lorsque la largeur des
ﬁls augmente.
2.2 Inversion de polarisation via un processus pa-
ramétrique interbranches
Dans ce paragraphe, nous présentons les résultats expérimentaux de l'étude
d'un processus paramétrique interbranches conduisant à l'inversion des polarisa-
tions linéaires du signal et du complémentaire par rapport à celle de la pompe.
Nous analysons la polarisation de l'émission des ﬁls photoniques avant de dé-
terminer l'origine de la levée de dégénérescence des polarisations linéaires des
modes polaritoniques (Partie 2.2.1). Nous présentons ensuite les diﬀérentes signa-
tures expérimentales d'un régime d'oscillation paramétrique optique interbranches
(Partie 2.2.2). Enﬁn, nous montrons par le calcul comment cette levée de dégé-
nérescence est responsable de l'inversion de polarisation obtenue (Partie 2.2.3).
La totalité des résultats présentés dans ce paragraphe ont été obtenus sur les
ﬁls photoniques de 5 µm de largeur.
2.2.1 Analyse en polarisation de l'émission
Dans les microcavités quasi-unidimensionnelles, du fait des conditions aux li-
mites imposées par la géométrie des ﬁls sur le champ électromagnétique, les modes
propres de polaritons ont une polarisation rectiligne parallèle aux ﬁls (selon Oy)
ou perpendiculaire aux ﬁls (selon Ox) [92]. Dans la suite, chaque mode jx sera
indicé jx⊥,‖ selon sa polarisation.
Expérimentalement, nous analysons la polarisation de l'émission selon Ox et
selon Oy avec un polariseur placé sur le bras de détection du goniomètre. La
ﬁgure 2.7 représente deux spectres de photoluminescence résolue en polarisation
enregistrés en θ = 0◦, pour une excitation non résonante du système et une
polarisation de l'excitation parallèle aux ﬁls.
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Fig. 2.7  Spectres de photoluminescence résolue en polarisation en ky = 0 (θy = 0◦). La
courbe en trait plein (pointillés) correspond à l'émission polarisée perpendiculairement
(parallèlement) aux ﬁls. Les modes de polariton de basse énergie jx = 0, 1 et 2 se
distinguent. Les lignes verticales indiquent les énergies des maxima d'intensité pour
chaque polarisation.
On observe nettement le multiplet des modes de polaritons de basse énergie
pour chaque polarisation. Pour le désaccord exciton-photon considéré, on dis-
tingue une levée de dégénérescence des polarisations perpendiculaire et parallèle
des modes polaritoniques jx = 0, 1 et 2, déﬁnie comme :
∆⊥,‖ = E(jx‖ , 0)− E(jx⊥ , 0) (2.5)
où E(jx⊥,‖ , 0) est l'énergie du mode de polariton jx⊥,‖ en ky = 0. Pour les modes
jx = 0, 1 et 2, ∆⊥,‖ vaut respectivement 250 µeV, 200 µeV et 160 µeV.
Par la suite, nous souhaitons identiﬁer l'origine de la levée de dégénérescence
des polarisations parallèle et perpendiculaire aux ﬁls des modes polaritoniques.
Ceci nous permettra d'analyser des eﬀets plus fondamentaux liés aux spins des
polaritons dans les processus paramétriques interbranches.
Compte-tenu de la nature mixte lumière-matière des polaritons, la levée de
dégénérescence de la polarisation des modes polaritoniques peut provenir des
composantes photonique et excitonique des polaritons.
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Evaluation des levées de dégénérescence de la polarisation des compo-
santes photonique et excitonique des polaritons : Sur la ﬁgure 2.8 sont
représentées les dispersions calculées dans le modèle des oscillateurs couplés des
modes polaritoniques de polarisations perpendiculaire (traits continus) et paral-
lèle (pointillés). Pour ce calcul, les paramètres ajustables du problème sont les
énergies des excitons EX,⊥, EX,‖, et les énergies des modes de cavité fondamen-
taux E0C,⊥, E0C,‖. Les paramètres ﬁxes sont les levées de dégénérescence de la
polarisation ∆⊥,‖ mesurées précédemment.
0 10 20
1.405
1.406
1.407
1.408
  I 
  ||
En
er
gi
e 
(e
V
)
 
 (deg.)
Fig. 2.8  Dispersion des modes de polaritons de basse énergie jx = 0, 1 et 2, calculée
dans le modèle des oscillateurs couplés. Les courbes en trait continu (pointillés) cor-
respondent à l'émission polarisée perpendiculairement (parallèlement) à l'axe des ﬁls.
Paramètres : EX,⊥ = EX,‖ = 1.4088 eV, E0C,⊥ = 1.4048 eV et E0C,‖ = 1.4051 eV.
La dispersion des trois premiers modes du multiplet de polaritons de polarisa-
tion perpendiculaire est calculée à partir de la mesure expérimentale : l'ajustement
des paramètres EX,⊥ et E0C,⊥ donne EX,⊥ = 1.4088 eV et E0C,⊥ = 1.4048 eV. La
dispersion des trois premiers modes du multiplet de polaritons de polarisation
parallèle se déduisent des valeurs de ces deux paramètres et des ∆⊥,‖. Il vient
EX,‖ = 1.40882 eV et E0C,‖ = 1.40508 eV.
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Ainsi, on déduit que les levées de dégénérescence des polarisations parallèle
et perpendiculaire aux ﬁls des composantes excitonique et photonique sont :
∆X = EX,‖ − EX,⊥ ≃ 20µeV , ∆C = E0C,‖ − E0C,⊥ ≃ 280µeV (2.6)
Comme ∆X est de l'ordre de la précision expérimentale, nous le négligerons dans
la suite de notre analyse. En revanche, nous calculons ∆C pour plusieurs valeurs
de désaccords exciton-photon δ⊥ = E0C,⊥ − EX,⊥, ce qui revient à varier E0C,⊥ et
déterminer E0C,‖. Le résultat du calcul est représenté sur la ﬁgure 2.9. On déduit
une valeur moyenne de la levée de dégénérescence des polarisations parallèle et
perpendiculaire de la composante photonique ∆C ≃ 280± 50 µeV.
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Fig. 2.9  Levée de dégénérescence des polarisations parallèle et perpendiculaire de la
composante photonique des polaritons, ∆C , calculée en fonction du désaccord exciton-
photon δ⊥ = E0C,⊥ − EX,⊥. La ligne en pointillés correspond à la valeur moyenne de
∆C .
Origines physiques connues de ∆X et ∆C : Nous nous référons dans un
premier temps au travail de Dasbach et al [91] pour le cas de la composante exci-
tonique. Les auteurs ont mis en évidence, par une expérience d'excitation-sondage
dans une structure de ﬁls photoniques identique à celle que nous étudions, une
levée de dégénérescence de la polarisation de la composante excitonique des pola-
ritons de 100 µeV. Cette levée de dégénérescence est supérieure à celle que nous
mesurons mais elle concerne des ﬁls de 3 µm de largeur. Lors de la croissance des
microcavités semiconductrices, le désaccord entre les paramètres de maille des
diﬀérents semiconducteurs introduit des contraintes au sein du puits quantique
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InGaAs. Or, dans les ﬁls photoniques, la gravure conduit à un relâchement de ces
contraintes uniaxiales dans le plan du puits quantique, principalement dans la
direction perpendiculaire aux ﬁls. On conçoit aisément que cet eﬀet est plus im-
portant pour un ﬁl étroit. La symétrie du puits quantique est alors réduite, ce qui
entraîne une levée de dégénérescence du doublet de l'exciton |Jexc = 1,Mexc = ±1〉
par interaction d'échange [93]. Néanmoins, dans notre étude, comme nous l'avons
déjà vu, cet eﬀet reste très ﬁn et c'est pourquoi nous le négligeons.
Nous nous concentrons donc maintenant sur le cas de la composante photo-
nique. Quant à la levée de dégénérescence de la polarisation de la composante
photonique des polaritons, plusieurs explications en sont possibles.
Tout d'abord, dans les microcavités de semiconducteurs, les conditions de
continuité des composantes longitudinale et transverse du champ électromagné-
tique, appliquées aux interfaces des miroirs de Bragg, conduisent à une levée
de dégénérescence des polarisations TE-TM du mode de cavité [82]. Cependant,
comme ce dédoublement disparaît pour des vecteurs d'onde nuls [82], nous ex-
cluons cette explication.
Par ailleurs, dans les microcavités gravées en ﬁls photoniques, les conditions
aux limites imposées par les interfaces semiconducteur/air sur le champ électro-
magnétique à l'intérieur de la structure produisent également une levée de dégé-
nérescence des polarisations TE-TM du champ électromagnétique [92]. Toutefois,
il apparaît que cet eﬀet est négligeable pour des modes indicés par de petits jx
et pour des ﬁls d'une largeur de 5 µm (∆TE−TM . 20 µeV) [92] : il ne peut pas
être ici à l'origine de ∆C .
Origine physique de ∆C dans notre expérience : Nous devons considérer
une autre explication pour ∆C . Une indication essentielle est qu'aucune levée de
dégénérescence des polarisations parallèle et perpendiculaire aux ﬁls n'est obser-
vée lorsque l'échantillon est refroidi dans un cryostat à immersion, c'est à dire en
l'absence de contraintes mécaniques. En eﬀet, dans le cas d'un cryostat à circu-
lation continue d'hélium, l'échantillon est initialement collé à température am-
biante sur le porte-échantillon. Au cours du refroidissement du porte-échantillon
et de l'échantillon, des contraintes induites par la diﬀérence de dilatation ther-
mique des matériaux (cuivre et GaAs) apparaissent. Ainsi, nous supposons que
les contraintes thermiques agissant sur le porte-échantillon et l'échantillon, lors
de la mise à froid, sont à l'origine de ∆C (contraintes induites au sein des couches
de GaAs de la cavité résonante de l'échantillon).
En raison de la symétrie axiale des ﬁls, la contrainte est anisotrope (elle l'est
d'autant plus que la structure semiconductrice est collée sur un porte-échantillon
percé d'une fente de 1.5 mm de largeur et 5 mm de longueur, dont l'axe est
confondu avec celui des ﬁls). La levée de dégénérescence observée est donc due
à une anisotropie (induite par la contrainte) du paramètre de maille a‖/⊥, elle-
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même directement reliée à une anisotropie de l'indice de réfraction n‖/⊥. Dans le
GaAs, la relation entre ces paramètres est [94] :
ln
(
n‖
n⊥
)
= 0.73 · ln
√
a‖
a⊥
(2.7)
La valeur de ∆C = E0C,‖ − E0C,⊥, où E0C = ~cπ/ncLc, permet de calculer le
rapport n‖/n⊥. La valeur de la déformation du paramètre de maille est alors
a‖/a⊥ − 1 = 5.5× 10−4.
A titre de comparaison, nous pouvons évaluer la déformation des matériaux
due aux variations thermiques lors du refroidissement. Le coeﬃcient de défor-
mation linéaire moyen entre 0 et 300 K est d'environ 10 × 10−6 K−1 pour le
cuivre [95] et d'environ 3× 10−6 K−1 pour le GaAs [96]. En faisant la diﬀérence
de ces deux coeﬃcients et en intégrant sur 300 K, on obtient une estimation de la
déformation relative du paramètre de maille a‖/a⊥−1 = 2.1×10−3. Cette valeur
est comparable à ce que l'on obtient expérimentalement. La valeur expérimentale
est cependant plus faible : les contraintes agissant sur notre système ne sont sans
doute pas parfaitement unidirectionnelles.
Notre système est en eﬀet plus compliqué que l'image simple que nous venons
Fig. 2.10  Emission résolue en polarisation du mode jx = 0 pour trois positions du
spot d'excitation le long des ﬁls (schématisé par les ﬂèches). Pexc = 300 mW.
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de donner : par exemple, la symétrie unidirectionnelle est brisée à l'extrémité
des ﬁls et on s'attend à voir ∆⊥,‖ diminuer. En outre, la ﬁgure 2.10 montre
que lorsqu'on déplace le spot laser du centre des ﬁls vers leur extrémité, la le-
vée de dégénérescence de la polarisation du premier mode de polariton passe de
∆⊥,‖ ≃ 300 µeV à ∆⊥,‖ ≃ 100 µeV. Cette observation conﬁrme que l'anisotropie
axiale de la contrainte due au refroidissement est responsable ici de la levée de
dégénérescence des polarisations rectilignes perpendiculaire et parallèle aux ﬁls
dans notre système.
2.2.2 Oscillation Paramétrique Optique interbranches
Cette partie est consacrée à la mise en évidence d'un processus de diﬀusion
paramétrique interbranches en ky = 0, où deux polaritons pompe, résonants avec
le mode jx⊥,‖ = 1, sont diﬀusés en un polariton signal, résonant avec le mode
jx⊥,‖ = 0, et un polariton complémentaire, résonant avec le mode jx⊥,‖ = 2.
Lorsque ces trois modes sont également espacés en ky = 0, les conditions d'accord
de phase et de conservation de l'énergie sont vériﬁées et un régime d'oscillation
paramétrique peut être obtenu.
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Fig. 2.11  Dispersions de la ﬁgure 2.8. Le mécanisme de diﬀusion paramétrique
(1‖, 1‖) → (0⊥, 2⊥) en ky = 0 est schématisé par des ﬂèches.
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Étant donné que la levée de dégénérescence des polarisations des modes de
polariton est suﬃsamment importante pour être un paramètre pertinent de l'expé-
rience, nous concentrons cette étude sur la recherche d'un processus paramétrique
sélectif en polarisation.
Dans l'ensemble des conﬁgurations expérimentales que nous avons pu explo-
rer, seul le processus paramétrique interbranches (1‖, 1‖) → (0⊥, 2⊥), schématisé
sur la ﬁgure 2.11, satisfait la condition de conservation de l'énergie.
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Fig. 2.12  Emission résolue en angle sous excitation résonante du mode polaritonique
de basse énergie 1‖. La polarisation de l'excitation (la détection) est ‖ (⊥). Échelle
logarithmique sur 3.5 ordres de grandeur. L'émission du complémentaire (idler) a été
multipliée par un facteur 103. (a) Pexc = 20 mW. (b) Pexc = 300 mW. (c) Dépendance
angulaire de l'émission du signal (points noirs) et du complémentaire (points blancs) à
Pexc = 300 mW. Les courbes ont été décalées verticalement.
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Aﬁn de mettre en évidence expérimentalement ce processus, le faisceau la-
ser polarisé parallèlement aux ﬁls excite le mode 1‖ sous un angle d'incidence
θy = 0
◦. Dans la mesure où les modes de polaritons ne présentent aucune disper-
sion selon l'axe Ox, nous choisissons un angle d'incidence θx = 3◦ (les conditions
d'excitation sont inchangées) pour s'aﬀranchir dans nos mesures de la lumière du
laser transmise par la cavité.
Emission résolue en angle : L'émission de l'échantillon polarisée perpendi-
culairement aux ﬁls est détectée en transmission pour une série d'angle θy. Les
résultats sont représentés sur la ﬁgure 2.12. Pour des puissances inférieures à
120 mW (ﬁgure 2.12(a)), l'émission est dominée par la diﬀusion du laser (sur une
large plage angulaire) ainsi que par la relaxation des porteurs vers l'état fonda-
mental du système 0⊥,ky=0 (i.e. dispersion du premier mode). Pour des puissances
supérieures à 120 mW (ﬁgure 2.12(b)), une émission caractéristique d'un pro-
cessus de diﬀusion paramétrique apparaît en θy = 0◦ à l'énergie des modes 0⊥
(signal) et 2⊥ (complémentaire). Dans la largeur des modes, l'émission du signal
et du complémentaire est centrée autour de 0◦ avec une largeur angulaire de 4◦
(ﬁgure 2.12(c)).
L'ensemble de ces résultats montre qu'une émission intense est mise en évi-
dence aux énergies du signal et du complémentaire uniquement lorsque les condi-
tions de conservation de l'énergie et d'accord de phase sont vériﬁées.
Dépendance en puissance : Sur la ﬁgure 2.13 est représentée la variation de
l'intensité d'émission du signal et du complémentaire en fonction de la puissance
d'excitation Pexc. Pendant cette mesure, l'énergie du laser a été ajustée pour
chaque puissance aﬁn de compenser le déplacement en énergie des modes dû aux
eﬀets de renormalisation. L'émission des deux modes subit une non-linéarité au-
dessus d'une puissance seuil P Sexc = 120 mW qui correspond au seuil d'oscillation
paramétrique optique.
A plus haute puissance d'excitation, l'élargissement collisionnel [5658,78,79]
dégrade l'eﬃcacité du processus paramétrique. En eﬀet, le complémentaire est
plus aﬀecté que le signal pour les raisons exposées ci-dessous :
Dans les microcavités planaires la diﬀusion polariton-polariton due aux inter-
actions coulombiennes sur la branche de basse énergie dépend fortement de la
forme particulière en "S" de la dispersion : la diﬀusion des polaritons excités en
centre de zone est fortement inhibée lorsque ces derniers restent conﬁnés dans la
région de faible densité d'états autour de −→k = −→0 . Seule une forte excitation leur
permet d'être diﬀusés vers le réservoir excitonique aux grands vecteurs d'onde.
La largeur homogène du mode polaritonique présente alors un eﬀet de seuil sé-
parant ces deux régimes. Cet eﬀet a pour particularité d'augmenter avec le poids
excitonique du polariton et donc de dépendre de −→k [57, 58].
Dans les ﬁls photoniques, le complémentaire résonant avec la troisième branche
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du multiplet de polaritons de basse énergie a une composante excitonique plus
grande que le signal résonant avec la première branche. Le complémentaire est
donc non seulement moins couplé à l'extérieur de la cavité mais aussi plus touché
par les eﬀets d'élargissement collisionnel à forte puissance que le signal, ce qui
explique le déséquilibre d'intensités entre le signal et le complémentaire.
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Fig. 2.13  Intensités du signal et du complémentaire en fonction de la puissance d'ex-
citation Pexc. Les intensités ont été normalisées par rapport à l'intensité du signal à la
puissance seuil PSexc = 120 mW.
Signatures de l'oscillation paramétrique optique interbranches : Nous
venons de mettre en évidence le seuil d'oscillation paramétrique pour le processus
de diﬀusion paramétrique de polaritons (1‖, 1‖) → (0⊥, 2⊥). D'autres signatures
du régime d'oscillation paramétrique sont identiﬁées sur la ﬁgure 2.14(a). Cette
ﬁgure représente le spectre de l'émission de l'échantillon, polarisée perpendicu-
lairement aux ﬁls, dans le régime linéaire, sous excitation non résonante (tirets).
Le même spectre est présenté dans le régime non-linéaire pour une excitation ré-
sonante du deuxième mode de polariton polarisé parallèlement aux ﬁls (la ﬂèche
pointe le mode 1‖ dans le régime non-linéaire). La polarisation du laser étant croi-
sée par rapport à celle du signal et du complémentaire et le système étant excité
sous un angle θx = 3◦, on arrive à s'aﬀranchir totalement de la transmission du
laser.
On observe un décalage en énergie vers le bleu de l'ordre de 500 µeV pour les
deux modes signal et complémentaire, dû à la renormalisation des énergies [33].
Un aﬃnement spectral des modes est également mis en évidence au-dessus du
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seuil d'oscillation paramétrique : les largeurs des modes passent d'environ 500 µeV
dans le régime linéaire à 180 µeV dans le régime non-linéaire. Une mesure sys-
tématique de la largeur du mode signal en fonction de la puissance d'excitation
est représentée sur la ﬁgure 2.14(b) : dans le régime non-linéaire, les largeurs des
modes passent de γ ≃ 300 µeV sous excitation faible du système à γ ≃ 150 µeV
(limitée par la résolution du spectromètre) dans le régime de stimulation.
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Fig. 2.14  (a) Spectres de l'émission polarisée perpendiculairement aux ﬁls dans le ré-
gime linéaire et dans le régime non-linéaire. L'émission dans le régime linéaire, mesurée
sous excitation non résonante du système, est représentée en tirets. L'émission du signal
(continu) et du complémentaire (pointillés) dans le régime non-linéaire est représentée
pour une excitation résonante du mode 1‖. La ﬂèche indique l'énergie d'excitation du la-
ser correspondant à l'énergie du mode 1‖ dans le régime non-linéaire. Tous les spectres
ont été normalisés en intensité. La transmission du laser est totalement supprimée.
(b) Largeur spectrale du signal γsignal en fonction de la puissance d'excitation Pexc.
Sélectivité en polarisation : L'ensemble de ces résultats (émission paramé-
trique, présence d'un seuil d'oscillation paramétrique, décalage vers le bleu et
aﬃnement des modes signal et complémentaire) montre qu'une oscillation para-
métrique optique interbranches "verticale" (i.e. pompe, signal et complémentaire
en ky = 0) est observée dans les microcavités gravées en ﬁls photoniques. De
plus, celle-ci a pour caractéristique d'être sélective en polarisation. En eﬀet, dans
le régime d'oscillation paramétrique, la ﬁgure 2.15 montre que l'émission du mode
jx = 0 a un fort degré de polarisation P = (I‖ − I⊥)/(I‖ + I⊥) = −0.94, contrai-
rement au régime linéaire où P = 0.1 (cf. ﬁgure 2.7).
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Fig. 2.15  Emission polarisée perpendiculairement (trait continu) et parallèlement
(pointillés) aux ﬁls dans le régime d'oscillation paramétrique. Le désaccord exciton-
photon est ici légèrement plus négatif. Pexc = 300 mW. L'intensité dans le domaine
spectral du complémentaire a été multipliée par un facteur 1000.
2.2.3 Interprétation
Aﬁn d'analyser les eﬀets observés dans le régime d'oscillation paramétrique
optique, nous adaptons au cas des ﬁls photoniques l'hamiltonien d'interaction
exciton-exciton donné dans le cas des microcavités planaires au chapitre 1. Nous
rappelons que cet hamiltonien décrit les interactions coulombiennes entre por-
teurs, responsables de la diﬀusion paramétrique de polaritons. D'après les résul-
tats expérimentaux obtenus dans les ﬁls photoniques, l'état de polarisation des
modes impliqués dans le processus paramétrique doit être pris en compte dans ce
traitement. Le détail des calculs est donné dans l'annexe A.
L'hamiltonien d'interaction dans la base des états des excitons polarisés li-
néairement s'écrit :
HXX =
1
4
∑
k,k′,q
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†
⊥,k′−q + b
†
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⊥,k′−q)b‖,kb⊥,k′ ] (2.8)
où b‖,k = 1√2(b+1,k +b−1,k) et b⊥,k =
1√
2
(b+1,k−b−1,k) sont respectivement les opé-
rateurs d'annihilation d'un exciton de polarisation parallèle et perpendiculaire à
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l'axe des ﬁls. Le terme V effq est le potentiel eﬀectif d'interaction exciton-exciton.
Chaque terme de l'hamiltonien correspond à un processus de diﬀusion para-
métrique entre polaritons de polarisations bien déﬁnies. Il existe par conséquent
un nombre limité de processus paramétriques possibles.
Pour la conﬁguration d'excitation utilisée dans l'expérience (excitation du
deuxième mode polaritonique de polarisation parallèle aux ﬁls), les processus de
diﬀusion paramétrique possibles sont décrits par le deuxième terme de l'hamilto-
nien. Ainsi, les modes signal et complémentaire peuvent être polarisés, soit per-
pendiculairement aux ﬁls lorsqu'ils sont issus du processus (1‖, 1‖) → (0⊥, 2⊥),
soit parallèlement aux ﬁls lorsqu'ils sont issus du processus (1‖, 1‖) → (0‖, 2‖).
Par ailleurs, ces deux processus sont équiprobables puisqu'ils apparaissent avec
le même terme d'interaction.
Dans le régime d'oscillation paramétrique interbranches décrit précédemment
(cf. ﬁgures 2.7 et 2.11), le degré de polarisation du signal P = (I‖−I⊥)/(I‖+I⊥) =
−0.94 montre que le processus qui inverse la polarisation (1‖, 1‖) → (0⊥, 2⊥) est
privilégié par rapport au processus qui conserve la polarisation (1‖, 1‖) → (0‖, 2‖).
Ainsi, même si deux processus sont équiprobables pour un même désaccord δ, le
processus paramétrique qui satisfait la condition de conservation de l'énergie est
toujours favorisé.
La validité de cette interprétation est testée en excitant de façon résonante
le mode 1⊥ pour le même point de l'échantillon (cf. ﬁgure 2.11). La comparaison
des deux premiers termes de l'hamiltonien d'interaction montre que la force de
l'interaction exciton-exciton n'est pas modiﬁée lorsqu'on change la polarisation
de l'excitation. En revanche, l'écart en 0◦ entre les modes 1⊥ et 0⊥/‖ et celui entre
les modes 1⊥ et 2⊥/‖ sont diﬀérents. Aucun des processus (1⊥, 1⊥) → (0⊥, 2⊥) et
(1⊥, 1⊥) → (0‖, 2‖) n'est donc autorisé par la condition de conservation de l'éner-
gie et nous n'observons pas de signature d'une émission paramétrique associée à
l'un de ces processus (pour les désaccords accessibles de l'expérience).
Finalement, dans la conﬁguration d'excitation initiale du mode 1‖, la levée
de dégénérescence de la polarisation du mode jx = 2 est suﬃsamment faible
(∆⊥,‖ = 160µeV. γ) pour que l'énergie soit conservée lors du processus de dif-
fusion paramétrique (1‖, 1‖) → (0⊥, 2‖). Rien n'interdit a priori ce processus du
point de vue de la conservation de l'énergie. Cependant, aucune émission de
type paramétrique n'est mise en évidence. D'après l'hamiltonien d'interaction,
la diﬀusion paramétrique vers des états de polarisation orthogonales est en eﬀet
impossible au premier ordre.
Résumé : Un processus de diﬀusion paramétrique sélective en polarisation per-
mettant de contrôler l'état de spin des polaritons diﬀusés a été mis en évidence
dans une microcavité planaire gravée en ﬁls photoniques.
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Une contrainte unidirectionnelle liée au refroidissement dans le système est à
l'origine d'une anisotropie du paramètre de maille dans le plan des couches de
la cavité résonante. Cette anisotropie entraîne alors une levée de dégénérescence
des polarisations linéaires parallèle et perpendiculaire à l'axe des ﬁls des modes
polaritoniques.
Aﬁn d'observer un régime d'oscillation paramétrique optique interbranches
"vertical" (i.e. pompe, signal et complémentaire en ky = 0), un ajustement ap-
proprié de l'espace des phases des polarisations est indispensable pour que la
condition stricte de conservation de l'énergie soit vériﬁée. Dans l'interprétation
de nos résultats, nous voyons qu'une connaissance exacte de la structure ﬁne de
tous les états polaritoniques mis en jeu est la clé d'un contrôle de la dynamique
de polarisations dans le régime stimulé. Les résultats expérimentaux montrent
également que l'eﬃcacité du phénomène non-linéaire observé dépend uniquement
des conditions d'accord de phase et de conservation de l'énergie.
2.3 Conclusion
Dans ce chapitre, nous avons présenté les travaux expérimentaux que nous
avons réalisés sur l'oscillation paramétrique optique dans une structure semicon-
ductrice gravée en ﬁls photoniques.
Dans ces systèmes, la gravure introduit une direction supplémentaire de conﬁ-
nement du champ électromagnétique dans le plan de la cavité du fait de la dis-
continuité de la valeur de l'indice de réfraction. La quantiﬁcation du champ élec-
tromagnétique donne alors naissance à un multiplet de modes de polaritons en
régime de couplage fort exciton-photon.
Nous avons exploité ces multiples branches polaritoniques pour mettre en évi-
dence un régime d'oscillation paramétrique interbranches original. Son originalité
tient d'une part à la possibilité de contrôler l'état de spin des polaritons diﬀusés.
D'autre part, la conﬁguration "verticale" du processus de diﬀusion paramétrique,
où les trois modes signal, pompe et complémentaire sont situés en ky = 0, répond
à certaines des limitations des microcavités planaires (cf. chapitre 1). De plus, la
collection des faisceaux est facilitée et l'équilibre entre les intensités des faisceaux
émis est amélioré. En revanche, le régime de couplage fort reste indispensable
pour observer une oscillation paramétrique "verticale" dans les ﬁls photoniques.
La seule présence d'un multiplet de modes photoniques ne permet pas en eﬀet
de vériﬁer la condition de conservation de l'énergie. La température de fonction-
nement des échantillons est donc de nouveau intrinsèquement limitée. Enﬁn, la
fabrication des ﬁls photoniques fait appel à un procédé complexe de gravure.
Nous verrons dans les prochains chapitres comment nous avons répondu à
ces limitations rémanentes en imaginant une nouvelle structure : une microcavité
triple.
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2.4 Perspectives
Malgré les diﬀérents problèmes que les ﬁls photoniques continuent à poser, on
peut envisager de tester le caractère gémellaire des photons émis par le processus
de diﬀusion paramétrique. Néanmoins, les paires de photons issues de ﬁls diﬀé-
rents ne sont pas corrélés entre elles et il serait alors nécessaire de travailler sur
un ﬁl unique (donc de refaire des échantillons avec des ﬁls isolés).
Deux types de techniques peuvent être employées pour démontrer le carac-
tère gémellaire des photons émis. Dans le régime des fortes intensités (régime des
variables continues), au-dessus du seuil de l'oscillation paramétrique optique, on
peut utiliser la méthode de la mesure du bruit quantique [37]. Cette technique né-
cessite néanmoins des faisceaux signal et complémentaire d'égale intensité. Dans le
régime des faibles intensités (sous le seuil), on peut utiliser la technique du comp-
tage de coïncidences [63], à condition que les temps caractéristiques de l'émission
soient compatibles avec la rapidité des détecteurs de photons.
Nous verrons dans le chapitre 5 que des mesures de bruit quantique dans des
microcavités triples présentent une bonne alternative à ces diﬃcultés.
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Chapitre 3
Microcavité Triple
Dans le premier chapitre, nous avons vu que le couplage fort entre un photon
de cavité et un exciton de puits quantique modiﬁe profondément la dispersion
des énergies dans le plan des couches de la microcavité planaire des nouveaux
états propres, les polaritons. Il en résulte de nouvelles propriétés non-linéaires
intéressantes comme des eﬀets d'ampliﬁcation [28] ou d'oscillation paramétrique
optique [29]. Deux polaritons pompe photocréés au voisinage du point d'inﬂexion
de la dispersion de basse énergie sont diﬀusés en un polariton signal en 0◦ et un
polariton complémentaire à un grand angle. Les conditions d'accord de phase et
de conservation de l'énergie sont vériﬁées grâce à la forme particulière de la dis-
persion. Les photons émis à la suite de processus paramétriques sont jumeaux, ce
qui fait des microcavités de semiconducteurs de bons candidats pour la réalisa-
tion de source intégrée de photons jumeaux. Cependant, nous avons montré que
de nombreux problèmes limitent l'intégration du système : le couplage fort est
indispensable, la pompe doit être injectée à un angle très particulier et le com-
plémentaire, qui n'est pas protégé du réservoir excitonique, est très mal couplé à
l'extérieur.
Dans le chapitre précédent, nous avons étudié des structures gravées en ﬁls
photoniques qui permettent de contourner certains de ces problèmes. Le conﬁ-
nement du champ électromagnétique dans ces structures conduit à un multiplet
de modes de polaritons en régime de couplage fort exciton-photon. Nous avons
exploité ces multiples branches polaritoniques pour mettre en évidence une oscil-
lation paramétrique interbranches "verticale", où la pompe, le signal et le com-
plémentaire sont en 0◦, à une énergie inférieure à celle de l'exciton. L'excitation
de l'échantillon et la collection de l'émission non-linéaire sont ainsi grandement
facilitées. Néanmoins, le couplage fort demeure indispensable pour l'observation
de l'oscillation paramétrique et les intensités du signal et du complémentaire res-
tent déséquilibrées. Les ﬁls photoniques sont de plus des systèmes moins ﬂexibles
que des structures planaires parce que la gravure est un procédé complexe.
Aﬁn de répondre à ces limitations, nous avons conçu une structure semicon-
ductrice planaire originale. Il s'agit d'une microcavité triple [97, 98] composée
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de trois microcavités couplées contenant chacune un ou plusieurs puits quan-
tiques identiques. Le couplage optique intercavités conduit à l'apparition de trois
modes photoniques couplés non dégénérés tandis que les modes excitoniques
de chaque puits quantique sont dégénérés. En régime de couplage fort exciton-
photon, chaque mode de cavité conduit à deux modes de polaritons de basse
énergie et de haute énergie. Il apparaît donc, comme pour les ﬁls photoniques, un
multiplet de modes de polaritons (six). On peut ainsi imaginer de mettre en évi-
dence une oscillation paramétrique "verticale", similaire à celle observée dans les
ﬁls photoniques (protégée du réservoir excitonique), qui améliorerait le rapport
d'intensités entre le signal et le complémentaire. Un autre processus paramétrique
interbranches protégé du réservoir excitonique, dit "horizontal", s'avère très in-
téressant pour obtenir un signal et un complémentaire parfaitement équilibrés
en intensité. C'est une conﬁguration complètement dégénérée où la pompe est
injectée en résonance avec le deuxième mode de polariton en 0◦. Le signal et le
complémentaire, qui sont détectés à des angles opposés, sont intrinsèquement de
même nature.
Ce chapitre sert d'introduction théorique au chapitre 4 qui sera consacré à
l'étude expérimentale de l'oscillation paramétrique interbranches dans la micro-
cavité triple. Nous commençons dans le paragraphe 3.1 par une description de
la microcavité triple et des nouveaux modes propres du système en régime de
couplage fort exciton-photon. Nous présentons également de façon détaillée les
diﬀérents processus de diﬀusion paramétrique que nous souhaitons mettre en évi-
dence par la suite. Dans le paragraphe 3.2, nous calculons l'eﬃcacité des processus
paramétriques "vertical" et "horizontal" que nous comparons ensuite à l'eﬃcacité
du processus à l'angle magique dans les microcavités simples. Nous utilisons pour
cela le modèle de Ciuti et al. [32,33] après l'avoir adapté au cas de la microcavité
triple. Nous verrons enﬁn dans le paragraphe 3.3 que l'on peut pour la première
fois considérer des processus de diﬀusion paramétrique en régime de couplage
faible exciton-photon.
3.1 Présentation de la microcavité triple
Dans ce paragraphe, nous commençons par décrire les trois modes de cavité
couplés de la structure sans puits quantiques résultant du couplage optique fort
entre les cavités (Partie 3.1.1). Nous présentons ensuite le régime de couplage fort
exciton-photon dans les microcavités triples lorsqu'un ou plusieurs puits quan-
tiques y sont insérés (Partie 3.1.2). Nous voyons que celui-ci peut être modélisé
par un ensemble d'oscillateurs couplés (Partie 3.1.3) et nous terminons par dé-
crire les diﬀérents processus paramétriques interbranches que nous avons étudiés
théoriquement et expérimentalement pendant ce travail de thèse (Partie 3.1.4).
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Une microcavité triple consiste en une structure planaire semiconductrice tri-
plement résonante. Le système, schématisé sur la ﬁgure 3.1, est constitué de trois
microcavités de GaAs d'épaisseur optique λ. Dans notre cas, λ vaut 840 nm. Ces
trois cavités de type Fabry-Pérot sont fortement couplées entre elles par l'inter-
médiaire de deux miroirs de Bragg DBR1 et DBR2. L'ensemble est inséré entre
deux miroirs de Bragg externes. Dans cette partie, nous considérerons des mi-
roirs identiques composés de 13 paires de couches de GaAs/AlAs d'épaisseur λ/4.
Chaque cavité contient un unique puits quantique (PQ) d'In0.07Ga0.93As de 80 Å
d'épaisseur. A la ﬁn de la croissance de la structure, l'épaisseur totale de la mi-
crocavité triple est d'environ 8 µm, ce qui reste comparable à l'épaisseur d'une
microcavité simple usuelle (i.e. avec des miroirs de Bragg plus épais).
Cavité-λ 1
GaAs/AlAs
Miroir inférieur
GaAs/AlAs
Miroir supérieur
Miroir de couplage
DBR1 (GaAs/AlAs)
Miroir de couplage
DBR2 (GaAs/AlAs)
PQ In0.07Ga0.93As
PQ In0.07Ga0.93As
PQ In0.07Ga0.93As
Axe de croissance Oz
Substrat GaAs
GaAs
GaAs
Cavité -λ 3
Cavité -λ 2
GaAs
Fig. 3.1  Schéma d'une microcavité triple de semiconducteurs. Sont représentés le
substrat de GaAs, les trois cavités-λ de GaAs, les puits quantiques d'In0.07Ga0.93As
placés dans chaque cavité, les miroirs de Bragg de couplage intermédiaires DBR1 et
DBR2 et les miroirs de Bragg inférieur et supérieur. Les miroirs sont tous composés de
13 paires de couches λ/4 de GaAs/AlAs.
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3.1.1 Couplage fort optique
Considérons dans un premier temps une structure sans puits quantiques. Par
analogie avec les microcavités simples décrites dans le chapitre 1, le conﬁnement
des photons est réalisé dans chacune des trois cavités suivant l'axe de croissance
Oz. La composante selon Oz de leur vecteur d'onde est donc quantiﬁée et les
photons conservent un mouvement libre dans le plan des couches.
Dans un cadre ﬁctif où les trois cavités résonantes de mêmes épaisseurs ne sont
pas couplées entre elles, les trois modes de cavités de dispersion quasi parabo-
liques sont dégénérés. Dans la pratique, les trois cavités sont couplées entre elles
par l'intermédiaire des miroirs de Bragg DBR1 et DBR2. Si le couplage optique
intercavités est suﬃsamment fort, la dégénérescence des trois modes de cavité est
levée et trois nouveaux modes optiques couplés apparaissent.
Le couplage optique dans un système de double microcavité de semiconduc-
teurs a déjà été le sujet de plusieurs études [99102]. Ces travaux ont en particulier
démontré la possibilité d'obtenir une émission laser à deux longueurs d'onde dans
ces structures. Il est ainsi connu que la levée de dégénérescence des modes de
cavité dans une microcavité double est possible si [99] :
Rc <
4R
(1 +R)2
(3.1)
avec Rc la réﬂectivité du miroir de couplage et R celle des deux miroirs externes.
Cette relation est la condition de couplage fort optique entre deux cavités
consécutives. Le premier membre de cette expression est relié à la constante de
couplage optique et le second à la ﬁnesse du système. Le couplage optique entre
deux cavités résonantes consécutives doit donc être supérieur aux sources d'amor-
tissement dans le système pour observer une levée de dégénérescence entre les
modes photoniques.
Du point de vue de la conception des échantillons, il faut diminuer le nombre
de paires de couches dans les miroirs intermédiaires DBR1 et DBR2 pour augmen-
ter le couplage intercavités. Inversement, il faut augmenter le nombre de paires
dans les miroirs externes si l'on veut diminuer les pertes dans le système.
Par la méthode numérique des matrices de transfert, on calcule la réﬂecti-
vité de la microcavité triple en fonction de l'angle d'incidence pour une force
d'oscillateur excitonique nulle (structure sans puits quantique). Le résultat de ce
calcul est présenté sur la ﬁgure 3.2 pour la structure de couches correspondant au
schéma 3.1 de l'échantillon. Dans cet exemple, les trois cavités sont résonantes et
les trois modes optiques couplés, modes propres du système, ont pour énergie en
k = 0, E(1)C (0) = 1.468 eV, E
(2)
C (0) = 1.4743 eV et E
(3)
C (0) = 1.4806 eV. Pour les
matériaux considérés ici, l'écart entre les modes optiques couplés est donc égal à
6.3 meV.
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Fig. 3.2  Réﬂectivité calculée par la méthode numérique des matrices de transfert de la
microcavité triple en fonction de l'angle d'incidence. Ici, la force d'oscillateur des puits
quantiques est prise égale à zéro.
Pour les mêmes paramètres que le calcul précédent, nous pouvons calculer
l'indice de réfraction ainsi que l'amplitude du champ électrique en fonction de la
position dans le système. L'indice de réfraction de l'échantillon et la valeur absolue
de l'amplitude du champ électrique associé aux trois modes optiques couplés sont
présentés respectivement sur les ﬁgures 5.3(a) et 5.3(b). On remarque que les
modes optiques couplés sont bien spatialement délocalisés dans toute la structure
contrairement à la situation de trois cavités non couplées. De plus, le champ
électrique correspondant au deuxième mode couplé est quasi nul dans la cavité
centrale.
3.1.2 Couplage fort exciton-photon
Nous nous intéressons maintenant à la structure complète, c'est à dire celle
où un puits quantique est inséré dans chaque cavité. Nous retrouvons une conﬁ-
guration où un couplage lumière-matière peut avoir lieu et nous étudions le cas
du régime de couplage fort exciton-photon.
Dans ce cas, le système est similaire à un ensemble de six oscillateurs har-
moniques couplés : les trois modes photoniques résultant du couplage optique
entre les trois cavités et les trois modes excitoniques résultant du conﬁnement
des états électroniques dans chaque puits quantique. Les trois puits quantiques
sont considérés parfaitement identiques, ce qui confère aux modes excitoniques la
même énergie EX .
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Fig. 3.3  (a) Indice de réfraction en fonction de z de la microcavité triple. Air à gauche.
(b) Valeur absolue de l'amplitude du champ électrique en fonction de la position dans
la structure correspondant aux trois modes de cavité couplés. Champ incident par la
gauche.
En régime de couplage fort exciton-photon, chaque mode de cavité conduit
à deux modes de polaritons (basse énergie et haute énergie). La réﬂectivité de
la structure complète, calculée par la méthode des matrices de transfert, est re-
présentée sur la ﬁgure 3.4 en fonction de l'angle d'incidence, pour un désaccord
exciton-photon δ = EC(0)−EX = −10 meV, où EC(0) est l'énergie en k = 0 du
mode de cavité non couplé.
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Fig. 3.4  Réﬂectivité calculée par la méthode numérique des matrices de transfert de
la microcavité triple en régime de couplage fort exciton-photon en fonction de l'angle
d'incidence. δ = EC(0)−EX = −10 meV.
Six nouveaux modes propres de polaritons apparaissent alors : trois de basse
énergie et trois de haute énergie. Nous reconnaissons la forme particulière en "S"
des dispersions des branches basses. Pour les matériaux considérés dans cette
partie, le dédoublement de Rabi exciton-photon est ~ΩR = 3.5 meV et l'éner-
gie de l'exciton 1s dans le puits quantique contenant 7% d'Indium est égale à
EX = 1.4557 eV.
Par la suite, on suppose que l'on peut varier les énergies des modes de cavités
non couplés, ce qui a pour eﬀet de modiﬁer le désaccord exciton-photon δ. Dans la
pratique, des gradients d'épaisseur sont introduits volontairement dans les cavités
en interrompant la rotation de l'échantillon lors de sa croissance. Si ces gradients
sont judicieusement choisis, nous verrons qu'ils permettent de sonder des cavités
d'épaisseurs légèrement diﬀérentes et de modiﬁer les énergies des modes de cavités
non couplés indépendamment les unes des autres.
3.1.3 Modèle des oscillateurs couplés
Comme nous venons de le voir, le système de microcavité triple en régime
de couplage fort exciton-photon est similaire à un ensemble de six oscillateurs
harmoniques couplés (trois modes excitoniques et trois modes photoniques). La
matrice de dimension (2× 2) pour une microcavité planaire simple est étendue à
une matrice de dimension (6× 6) pour la microcavité triple. Elle s'écrit de façon
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générale dans la base des états excitonique et photonique (lorsque les pertes sont
négligées) comme :
H =


EX,1(k) ~ΩR,1/2 0 0 0 0
~ΩR,1/2 EC,1(k) 0 ~Γ12 0 ~Γ13
0 0 EX,2(k) ~ΩR,2/2 0 0
0 ~Γ12 ~ΩR,2/2 EC,2(k) 0 ~Γ23
0 0 0 0 EX,3(k) ~ΩR,3/2
0 ~Γ13 0 ~Γ23 ~ΩR,3/2 EC,3(k)


(3.2)
Le mode photonique dans la cavité j ∈ {1, 2, 3} a une énergie EC,j(k) et le
mode excitonique du puits quantique inséré dans la cavité j a une énergie EX,j(k).
Dans le cas de trois cavités résonantes, EC,j(k) = EC(k). Pour des puits quan-
tiques identiques et dans la zone des faibles vecteurs d'onde, EX,j(k) = EX .
Deux cavités consécutives i et j sont couplées entre elles par la constante
de couplage ~Γij. Le couplage entre les cavités 1 et 3 est supposé négligeable,
~Γ13 = 0. De plus, les miroirs de couplage étant identiques, ~Γ12 = ~Γ23 = ~Γ.
Le terme de couplage entre le mode de cavité j et le mode excitonique du puits
quantique qui y est inséré est ~ΩR,j/2. Dans le cas d'une structure symétrique
(mêmes cavités et mêmes puits quantiques), ~ΩR,j/2 = ~ΩR/2.
Les énergies des nouveaux modes propres du système se déduisent de la dia-
gonalisation de la matrice. Sur la ﬁgure 3.5 sont représentées les dispersions des
polaritons calculées dans le modèle des oscillateurs couplés, où EX = 1.4557 eV
et ~ΩR = 3.5 meV (valeurs issues du calcul des dispersions par la méthode numé-
rique des matrices de transfert, dans le cas de la structure réelle). La constante
de couplage optique intercavités ~Γ est prise égale à 4.5 meV. La diagonalisation
de la matrice réduite aux modes de cavité montre que l'écart entre deux modes
de cavité couplés consécutifs est égal à
√
2× ~Γ. Cette valeur correspond donc à
un écart entre les modes optiques de 6.3 meV en k = 0, identique au cas de la
structure réelle.
Comme pour les microcavités simples, le régime de couplage fort dans les
microcavités triples est détruit lorsque les sources d'amortissement du système
sont supérieures au dédoublement de Rabi (ΩR < γexc, γph). Dans la pratique,
l'élargissement des raies apparaît en augmentant la température de travail ou
la puissance optique d'excitation. Dans le cas de la microcavité triple en régime
de couplage faible exciton-photon, la dispersion des états propres du système en
fonction du vecteur d'onde dans le plan des couches est réduite à la dispersion
des trois modes de cavité couplés et à la dispersion des trois modes excitoniques
dégénérés (plate à l'échelle des vecteurs d'onde des modes photoniques). Ces
dispersions sont superposées à celle des polaritons en régime de couplage fort
exciton-photon sur la ﬁgure 3.5.
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Fig. 3.5  Dispersions des états propres de la microcavité triple en fonction de l'angle
d'incidence, calculée dans le modèle des oscillateurs couplés, dans le régime de couplage
fort (traits pleins) et dans le régime de couplage faible (pointillés). Paramètres : énergie
de l'exciton EX = 1.4557 eV, dédoublement de Rabi ~ΩR = 3.5 meV, couplage optique
intercavités ~Γ = 4.5 meV et désaccord exciton-photon δ = −3 meV.
3.1.4 Diﬀérents processus paramétriques possibles
Comme pour les ﬁls photoniques, on peut envisager de mettre en évidence un
processus de diﬀusion paramétrique interbranches, protégé du réservoir excito-
nique.
L'ajustement du désaccord exciton-photon permet d'obtenir diﬀérentes conﬁ-
gurations pour des processus paramétriques qui respectent les conditions d'accord
de phase et de conservation de l'énergie, et en particulier :
- Un processus paramétrique interbranches "vertical" où les modes signal,
pompe et complémentaire sont situés en k = 0 (cf. ﬁgure 3.6(a)). Deux polari-
tons pompe de la deuxième branche sont diﬀusés vers la première et la troisième
branche. La condition d'accord de phase est directement vériﬁée et l'énergie est
conservée si les trois branches sont également espacées en énergie. Cette conﬁgu-
ration non dégénérée conduit à l'émission de faisceaux signal et complémentaire
qui ne sont pas séparés spatialement.
- Un processus paramétrique interbranches "horizontal" où les modes signal,
pompe et complémentaire sont dégénérés (cf. ﬁgure 3.6(b)). Deux polaritons
pompe de la deuxième branche en k = 0 sont diﬀusés vers la première branche.
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Les vecteurs d'onde associés aux modes signal et complémentaire sont opposés.
Les conditions d'accord de phase et de conservation de l'énergie sont par consé-
quent automatiquement vériﬁées. Les états ﬁnaux qui ont les mêmes composantes
excitoniques et photoniques sont intrinsèquement identiques. Cette conﬁguration
dégénérée conduit à l'émission de faisceaux signal et complémentaire bien séparés
spatialement, a priori d'égales intensités.
- Un processus paramétrique intrabranche à l'angle magique (cf. ﬁgure 3.6(a))
identique à celui présenté dans les microcavités simples.
Fig. 3.6  (a) Processus paramétrique interbranches "vertical" (continu). Processus pa-
ramétrique intrabranche à l'angle magique (pointillés). (b) Processus paramétrique in-
terbranches "horizontal".
Dans la suite de ce chapitre, nous calculons l'eﬃcacité de ces diﬀérents pro-
cessus. En particulier, nous comparons l'eﬃcacité des processus paramétriques
interbranches "vertical" et "horizontal" avec celle du processus paramétrique in-
trabranche à l'angle magique. Nous pouvons ainsi directement comparer ces ré-
sultats à ceux obtenus dans les microcavités simples pour le processus à l'angle
magique.
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3.2 Calcul de l'eﬃcacité de deux processus para-
métriques interbranches en couplage fort
Dans ce paragraphe, nous commençons par un calcul préliminaire de l'eﬃca-
cité du processus paramétrique à l'angle magique dans les microcavités planaires
simples (Partie 3.2.1). Nous étendons ensuite le cadre théorique de ce calcul au
cas de nos microcavités triples en régime de couplage fort (Partie 3.2.2) avant de
l'appliquer au cas des deux processus paramétriques interbranches vertical (Partie
3.2.3) et horizontal (Partie 3.2.4).
3.2.1 Préliminaires
Nous présentons les résultats du calcul de l'eﬃcacité du processus d'oscil-
lation paramétrique à l'angle magique observé dans les microcavités planaires
simples [28,29]. Pour ce faire, nous reprenons les résultats de la description quan-
tique de Ciuti et al. [32,33] présentés dans la partie 1.3.2 du chapitre 1. Contrai-
rement au chapitre 2, nous ne tiendrons pas compte de l'état de spin des porteurs.
Dans le cadre d'un modèle simpliﬁé, les sources d'amortissement dans le système
ne sont pas introduites.
Dans le cas particulier de l'oscillation paramétrique à l'angle magique
(kp,kp) → (0,2kp), où kp est le vecteur d'onde de pompe dans le plan des
couches, nous avons vu au chapitre 1 que le potentiel eﬀectif d'interaction polariton-
polariton s'écrit :
V PP = V PPkp,kp,kp + V
PP
kp,kp,−kp
=
12e2
ǫa∗Bohr
X2kpXkpX0Xkp
+
~ΩR
nsata∗2Bohr
[(|C0|X2kp + ∣∣C2kp∣∣X0)XkpXkp + 2 ∣∣Ckp∣∣X0XkpX2kp]
= VCoulomb + Vsat
(3.3)
Il comprend le terme eﬀectif d'interaction coulombienne exciton-exciton VCoulomb
et le terme de saturation anharmonique dans le couplage exciton-photon Vsat qui
traduit la saturation du couplage exciton-photon causée par les eﬀets de satura-
tion liés à la densité de porteurs.
Sur la ﬁgure 3.7(a) sont représentés les termes VCoulomb et Vsat en fonction
du désaccord δ pour une microcavité simple GaAs. Le potentiel d'interaction
V PP est présenté en fonction de δ sur la ﬁgure 3.7(b). Le vecteur d'onde kp a été
ajusté pour chaque désaccord aﬁn de vériﬁer les conditions d'accord de phase et de
conservation de l'énergie. Les valeurs des paramètres utilisés sont : ~ΩR = 3.5meV,
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ǫ = n2GaAs, a∗Bohr = 110 Å, nsat = 7/(16πa∗2Bohr) et e2 = q2/(4πǫ0) = 1.44 meV·µm.
Avec ces paramètres, le préfacteur du terme d'interaction coulombienne vaut :
12e2
ǫa∗
Bohr
= 100 meV, et le préfacteur du terme de saturation vaut : ~ΩR
nsata∗2Bohr
=
24 meV. Pour des désaccords proches de zéro, les poids photoniques du mode
pompe, Ckp , et du mode complémentaire, C2kp , sont faibles (cf. ﬁgure 3.8(a)) et
le terme de saturation est négligeable devant le terme d'interaction coulombienne.
Néanmoins, pour des désaccords suﬃsamment négatifs (ce qui est le cas ici), le
terme de saturation contribue de façon signiﬁcative.
Par conséquent, l'augmentation des composantes excitoniques des modes si-
gnal, pompe et complémentaire et la diminution des composantes photoniques
(cf. ﬁgure 3.8(a)) à partir de désaccords de l'ordre du dédoublement de Rabi
conduisent à une augmentation du potentiel eﬀectif d'interaction V PP avec le
désaccord.
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Fig. 3.7  (a) Terme d'interaction coulombienne exciton-exciton VCoulomb et terme de
saturation anharmonique dans le couplage exciton-photon Vsat ; (b) Potentiel eﬀectif
d'interaction polariton-polariton V PP , calculés pour le processus paramétrique à l'angle
magique dans une microcavité simple en fonction du désaccord exciton-photon δ.
Pour conclure sur l'eﬃcacité du processus paramétrique, il faut évaluer les
intensités des faisceaux signal et complémentaire déﬁnies respectivement en k = 0
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et k = 2kp par :
Isignal = V
PP × ∣∣Ckp∣∣2 × |C0|2 (3.4)
Icomple´mentaire = V
PP × ∣∣Ckp∣∣2 × ∣∣C2kp∣∣2 (3.5)
où
∣∣Ckp∣∣2, |C0|2 et ∣∣C2kp∣∣2 sont respectivement les fractions photoniques des
modes pompe, signal et complémentaire. Celles-ci sont représentées en fonction
du désaccord sur la ﬁgure 3.8(a).
-10 -8 -6 -4 -2 0
0.0
0.1
0.2
0.3
0.4
0.5
0.6
0.7
0.8
0.9
1.0 (a)
 
 
|C
|2
 (meV)
signal
pompe
complémentaire
-11-10 -9 -8 -7 -6 -5 -4 -3 -2 -1 0 1
1E-4
1E-3
0.01
(b)
 
 
In
te
ns
ité
 (u
.a
.)
 (meV)
 signal
 complémentaire
Fig. 3.8  (a) Composantes photoniques des modes pompe, signal et complémentaire ; (b)
Intensités émises par le signal et le complémentaire, en fonction du désaccord exciton-
photon δ pour le processus paramétrique à l'angle magique dans une microcavité simple.
Les intensités du signal et du complémentaire sont représentées en fonction
du désaccord exciton-photon sur la ﬁgure 3.8(b).
Le potentiel eﬀectif d'interaction polariton-polariton qui croît fortement à
partir de δ ≃ −4 meV induit une augmentation des intensités à partir de ces
désaccords. Inversement, les composantes photoniques des modes signal et com-
plémentaire diminuent lorsque le désaccord tend vers zero. Lorsque cet eﬀet
devient trop important, au-delà de δ ≃ −~ΩR/2, les intensités du signal et
du complémentaire ﬁnissent par diminuer. Les intensités sont maximales pour
δ ≃ −~ΩR/2 ≃ −2 meV. On vériﬁe également que le complémentaire, de com-
posante excitonique plus élevée que le signal, est moins couplé à l'extérieur. Fi-
nalement, l'eﬃcacité du processus paramétrique à l'angle magique repose sur
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un compromis entre les poids excitoniques et photoniques des polaritons signal,
pompe et complémentaire.
3.2.2 Principe du calcul
Nous adaptons ici le modèle théorique présenté dans les microcavités planaires
au cas de la microcavité triple. Ceci revient à faire dans chaque hamiltonien du
système une somme sur les trois cavités et à inclure un terme décrivant le cou-
plage optique fort entre cavités.
L'hamiltonien qui décrit le système s'écrit dans la base des états excitonique
et photonique comme la somme des termes suivants :
− Hamiltonien libre des excitons et des photons :
H0 =
∑
j={1,2,3}
∑
k
(
EX,j(k)b
†
j,kbj,k + EC,j(k)a
†
j,kaj,k
)
(3.6)
où l'opérateur b†j,k est l'opérateur création d'un exciton dans la cavité j avec un
vecteur d'onde dans le plan des couches k, d'énergie EX,j(k). L'opérateur a†j,k
est l'analogue pour le photon de cavité, d'énergie EC,j(k). Nous rappelons que
dans la zone des faibles vecteurs d'onde et pour des puits quantiques identiques,
EX,j(k) = EX . On suppose que les énergies des modes photoniques non couplés
peuvent varier pour ajuster le désaccord exciton-photon.
− Hamiltonien décrivant le couplage entre les trois cavités :
HCC =
∑
k
[
~Γ12
(
a1,ka
†
2,k + a
†
1,ka2,k
)
+ ~Γ23
(
a2,ka
†
3,k + a
†
2,ka3,k
)]
(3.7)
avec ~Γij la constante de couplage entre deux cavités consécutives i et j. Dans
le cas particulier d'une structure composée de miroirs de couplage identiques,
~Γ12 = ~Γ23 = ~Γ. Le couplage entre les cavités 1 et 3 est négligeable (~Γ13 = 0).
− Hamiltonien décrivant le couplage linéaire entre un mode de cavité et le
mode excitonique du puits qui y est inclus :
HXC =
∑
j={1,2,3}
∑
k
~ΩR
2
(
aj,kb
†
j,k + a
†
j,kbj,k
)
(3.8)
avec ~ΩR/2 la constante de couplage de Rabi entre un exciton 1s et un photon
de cavité.
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− Hamiltonien eﬀectif d'interaction exciton-exciton à l'intérieur d'une ca-
vité j :
HXX =
1
2
∑
j={1,2,3}
∑
k,k′,q
V eff0 b
†
j,k+qb
†
j,k′−qbj,kbj,k′ (3.9)
avec V eff0 =
6e2a∗
Bohr
ǫA
(cf. partie 1.3.2).
− Hamiltonien décrivant la saturation anharmonique dans le couplage exciton-
photon :
HsatXC = −
∑
j={1,2,3}
∑
k,k′,q
Vsat
(
a†j,k+qb
†
j,k′−qbj,kbj,k′ + b
†
j,k′b
†
j,kbj,k′−qaj,k+q
)
(3.10)
avec Vsat = ~ΩR2nsatA (cf. partie 1.3.2).
Six modes propres de polaritons apparaissent en régime de couplage fort
exciton-photon dans une microcavité triple. On déﬁnit l'opérateur pl,k qui an-
nihile un polariton de la branche l ∈ {1, ..., 6}, de vecteur d'onde dans le plan des
couches k tel que : 

b1,k
a1,k
b2,k
a2,k
b3,k
a3,k


=


d1,k
d2,k
d3,k
d4,k
d5,k
d6,k


= Uk


p1,k
p2,k
p3,k
p4,k
p5,k
p6,k


Uk est une matrice unitaire de transfert telle que di,k =
∑
l∈{1,...,6}(Uk)i,lpl,k.
Les opérateurs bk et ak ont été remplacés par l'opérateur généralisé di,k où
i ∈ {1, ..., 6}. Les opérateurs indicés par des i impairs correspondent à des opé-
rateurs de type "exciton" et les opérateurs indicés par des i pairs correspondent
à des opérateurs de type "photon". Les éléments de matrice (Uk)i,l sont les coef-
ﬁcients de Hopﬁeld réels étendus à la microcavité triple.
L'hamiltonien décrivant les interactions entre polaritons se déduit des équa-
tions (3.9) et (3.10) :
HPP =
1
2
∑
k,k′,q
∑
l1,l2,l3,l4
∈{1,...,6}
a∗2Bohr
A
V l1,l2,l3,l4k,k′,q p
†
l1,k+q
p†l2,k′−qpl3,kpl4,k′ (3.11)
Cet hamiltonien correspond à un processus de diﬀusion faisant intervenir 4 pola-
ritons. Chaque polariton n ∈ {1, 2, 3, 4} est associé à une branche polaritonique
ln ∈ {1, ..., 6}. Le processus de diﬀusion s'interprète comme l'annihilation de deux
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polaritons (3 et 4) sur les branches l3 et l4, de vecteurs d'onde dans le plan des
couches k et k′, et la création de deux polaritons (1 et 2) sur les branches l1 et l2,
avec les vecteurs d'onde k + q et k′ − q. Le transfert du vecteur d'onde q assure
la conservation de l'impulsion lors de la diﬀusion.
Dans HPP , le potentiel eﬀectif d'interaction polariton-polariton s'écrit :
V l1,l2,l3,l4k,k′,q =
6e2
ǫa∗Bohr
∑
i={1,3,5}
(Uk+q)i,l1(Uk′−q)i,l2(Uk)i,l3(Uk′)i,l4
− ~ΩR
nsata∗2Bohr
∑
i={1,3,5}
[(Uk+q)i+1,l1(Uk′−q)i,l2(Uk)i,l3(Uk′)i,l4
+ (Uk+q)i,l1(Uk′−q)i,l2(Uk)i,l3(Uk′)i+1,l4 ]
(3.12)
Dans le cas des processus paramétriques, une seule pompe est utilisée et les
deux polaritons pompe de vecteur d'onde kp = k = k′ sont photocréés sur la
même branche lp = l3 = l4. Ils sont ensuite diﬀusés en un polariton signal de vec-
teur d'onde ks = k′− q sur la branche ls = l2 et en un polariton complémentaire
de vecteur d'onde kc = k + q sur la branche lc = l1 (ou inversement).
Les valeurs des indices lp, ls et lc et des vecteurs d'onde kp, ks et kc dépendent
du processus paramétrique (kp,kp) → (ks,kc) que l'on considère (cf. ﬁgure 3.9).
Les vecteurs d'ondes doivent vériﬁer les conditions de conservation de l'im-
pulsion et de l'énergie :
2kp = ks + kc
2E(lp)(2kp) = E
(ls)(ks) + E
(lc)(kc)
(3.13)
avec E(l) l'énergie du polariton de la branche l.
Les fractions photoniques des modes impliqués dans ce processus sont données
par :
|Csignal|2 =
∑
i={2,4,6}
[(Uks)i,ls ]
2
|Cpompe|2 =
∑
i={2,4,6}
[
(Ukp)i,lp
]2
|Ccomple´mentaire|2 =
∑
i={2,4,6}
[(Ukc)i,lc ]
2
(3.14)
où les éléments de matrice (Uk)i,l indicés par des i pairs sont les coeﬃcients de
Hopﬁeld correspondant à la partie photonique des polaritons. On tient compte
de la partie photonique d'un seul mode en précisant la valeur de l'indice l.
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kp = ks = kc = q = 0
Processus paramétrique "horizontal"
lp = 2 et ls = lc = 1
Processus paramétrique "vertical"
lp = 2, ls = 1 (ou 3) et lc = 3 (ou 1)
kp = 0 et kc = −ks = q (ou −q)
Fig. 3.9  (a) Processus paramétrique interbranches "vertical". (b) Processus paramé-
trique interbranches "horizontal".
Finalement, on analyse l'eﬃcacité des processus paramétriques par l'intermé-
diaire des intensités émises par le mode signal et le mode complémentaire. Ces
intensités s'écrivent selon le même modèle que les relations (3.4) et (3.5) :
Isignal = V
lc,ls,lp,lp
kp,kp,q
× |Cpompe|2 × |Csignal|2
Icomple´mentaire = V
lc,ls,lp,lp
kp,kp,q
× |Cpompe|2 × |Ccomple´mentaire|2
(3.15)
3.2.3 Cas du processus paramétrique vertical
Les paramètres utilisés sont les mêmes que ceux de la partie 3.2.1 : ~ΩR = 3.5
meV, ǫ = n2GaAs, a∗Bohr = 110 Å, puis ~Γ = 4.5 meV.
Conservation de l'énergie : Avant de calculer l'eﬃcacité du processus para-
métrique interbranches "vertical" (cf. ﬁgure 3.9(a)), nous devons considérer des
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conﬁgurations où les conditions de conservation (3.13) sont vériﬁées. La conserva-
tion de l'impulsion est assurée de manière évidente. En revanche, les trois modes
polaritoniques de basse énergie ne sont également espacés en k = 0 que pour des
valeurs particulières des énergies des trois modes photoniques non couplés. Les
paramètres ajustables du problème sont donc EC,1(0), EC,2(0) et EC,3(0). Nous
verrons au chapitre 4 que ces énergies sont ajustées dans la pratique grâce à un
double gradient croisé introduit volontairement dans la microcavité triple.
Si l'énergie de la première cavité est ﬁxée, il existe une gamme de valeurs pour
EC,2(0) et EC,3(0) telles que x = 2E(2)(0)− E(1)(0)− E(3)(0) = 0 . Un exemple
de solution est donné sur la ﬁgure 3.10.
Fig. 3.10  Graphique en trois dimensions représentant l'intersection de la surface
x = 2E(2)(0) − E(1)(0) − E(3)(0) avec le plan x = 0, en fonction des paramètres
EC,2(0) et EC,3(0) pour la valeur ﬁxée de EC(1,0) = EX − 6meV .
Désaccord : Jusqu'à présent, le désaccord δ était déﬁni par rapport à l'énergie
des modes de cavité non couplés (δ = EC(0) − EX , avec EC(0) l'énergie du
mode de cavité non couplé en k = 0). Cette déﬁnition est la plus naturelle et
correspond au désaccord utilisé pour les microcavités simples. Néanmoins, dans
la suite, nous préférons introduire un désaccord déﬁni par rapport à l'énergie du
mode de pompe qui est plus adapté aux expériences sur l'oscillation paramétrique
optique dans les microcavités triples. Celui-ci s'écrit :
δ = E(lp)(kp)− EX
avec E(lp)(kp) l'énergie du mode de pompe en k = kp.
Il existe trois paramètres ajustables dans notre problème (les trois énergies des
modes de cavité non couplés, ou bien trois désaccords). Par soucis de simplicité,
nous ne ferons varier qu'un seul désaccord dans la suite.
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Fractions photoniques : Nous présentons sur la ﬁgure 3.11 les valeurs des
composantes photoniques des modes pompe, signal et complémentaire dont dé-
pendent les intensités du signal et du complémentaire, en fonction du désaccord.
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Fig. 3.11  Composantes photoniques des modes pompe, signal et complémentaire en
fonction du désaccord δ dans le processus de diﬀusion paramétrique (a) à l'angle ma-
gique, (b) vertical.
Dans le cas du processus à l'angle magique (cf. ﬁgure 3.11(a)), on vériﬁe que
les polaritons signal et pompe ont une fraction photonique très importante pour
l'ensemble des désaccords, contrairement au polariton complémentaire. Ce résul-
tat est identique à ce qui est connu dans les microcavités planaires simples.
Dans le cas du processus "vertical" (cf. ﬁgure 3.11(b)), les composantes pho-
toniques des modes signal et pompe ont le même comportement en fonction de
δ. Elles sont quasiment égales aux composantes photoniques des modes signal et
pompe dans le processus à l'angle magique. En revanche, la fraction photonique
du complémentaire est beaucoup plus élevée que dans la situation du processus
à l'angle magique. Celle-ci diminue avec le désaccord (en valeur absolue) puisque
la dispersion de la troisième branche du polariton bas tend vers celle de l'exciton.
Potentiel d'interaction : Sur la ﬁgure 3.12 est représenté en fonction du
désaccord le potentiel eﬀectif d'interaction pour le processus paramétrique à
l'angle magique, V 1,1,1,1kp,kp,±kp , et pour le processus paramétrique vertical, V
3(1),1(3),2,2
0,0,0 .
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Fig. 3.12  Potentiel eﬀectif d'interaction du processus à l'angle magique (V 1,1,1,1kp,kp,±kp)
et du processus "vertical" (V 3(1),1(3),2,20,0,0 ) en fonction du désaccord δ.
Nous retrouvons le même comportement du potentiel d'interaction en fonction
de δ pour le processus à l'angle magique dans les microcavités triples que dans
les microcavités simples. La conﬁguration du processus étant tout à fait similaire
dans les deux systèmes, ce résultat était attendu.
Le potentiel d'interaction relatif au processus "vertical" est plus faible que
le potentiel d'interaction relatif au processus à l'angle magique. La composante
excitonique du mode complémentaire dans le processus "vertical", qui intervient
dans le calcul du potentiel d'interaction, est en eﬀet inférieure dans ce cas. L'in-
teraction entre polaritons dans le processus "vertical" est maximale pour des
désaccords de l'ordre de -5 meV.
Intensités : La valeur du potentiel d'interaction ne reﬂète qu'une partie de
l'eﬃcacité des processus paramétriques. Pour conclure, nous devons considérer le
taux d'émission des modes signal et complémentaire déﬁni par les relations (3.15)
et représenté sur la ﬁgure 3.13.
Les intensités du signal et du complémentaire dans le processus à l'angle ma-
gique augmentent avec le désaccord, ce qui a déjà été mis en évidence dans la
partie 3.2.1. En raison du poids excitonique important du mode complémentaire,
les intensités entre le signal et le complémentaire demeurent très diﬀérentes.
Dans le cas du processus "vertical", l'intensité est maximale en δ ≃ −5 meV
pour le signal et en δ ≃ −6.5 meV pour le complémentaire. Dès que δ . −5 meV,
l'intensité du complémentaire est beaucoup plus élevée que dans la conﬁgura-
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Fig. 3.13  Intensités émises par le signal (carrés) et le complémentaire (ronds) en fonc-
tion du désaccord δ dans le processus à l'angle magique (symboles vides) et le processus
"vertical" (symboles pleins).
tion à l'angle magique. Ce résultat s'explique par la fraction photonique élevée
du complémentaire à ces désaccords. Le rapport d'intensités entre le signal et le
complémentaire diminue avec le désaccord jusqu'à être quasiment égal à 1 pour
des désaccords très négatifs. Un processus paramétrique interbranches "vertical"
dans la microcavité triple peut ainsi conduire à des faisceaux quasi-équilibrés en
intensité.
En conclusion, pour les désaccords négatifs étudiés, le processus paramétrique
"vertical" conduit à un signal d'intensité plus faible que dans les microcavités
simples tandis que les intensités du complémentaire sont du même ordre de gran-
deur. L'eﬃcacité du processus interbranches dans une structure multiple reste
néanmoins comparable à celle du processus intrabranche dans une microcavité
planaire simple. Des phénomènes de diﬀusion paramétrique peuvent donc a priori
être mis en évidence dans notre nouveau système. D'après cette étude théorique,
le désaccord optimum pour observer un complémentaire d'intensité maximale,
avec un bon équilibre entre les intensités du signal et du complémentaire, est
δ ≃ −6 meV.
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3.2.4 Cas du processus paramétrique horizontal
Le processus paramétrique interbranches "horizontal" (cf. ﬁgure 3.9(b)) est
toujours autorisé par les conditions d'accord de phase et de conservation de
l'énergie. Le désaccord est déﬁni de la même façon que dans le cas du proces-
sus "vertical" : δ = E(2)(0)− EX .
Le potentiel eﬀectif d'interaction V 1,1,2,20,0,±q et les intensités du signal et du com-
plémentaire sont représentés en fonction du désaccord sur la ﬁgure 3.14. Les
résultats obtenus dans le cas du processus "vertical" y sont superposés.
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Fig. 3.14  (a) Potentiel eﬀectif d'interaction du processus "horizontal" (V 1,1,2,20,0,±q) et du
processus "vertical" (V 3(1),1(3),2,20,0,0 ) en fonction du désaccord δ. (b) Intensités du signal
et du complémentaire (triangles) dans le processus "horizontal" superposées à celles du
signal (carrés) et du complémentaire (ronds) dans le processus "vertical" en fonction du
désaccord δ.
Comme attendu, nous vériﬁons que les intensités du signal et du complémen-
taire sont égales dans la conﬁguration horizontale du processus paramétrique. Le
potentiel d'interaction relatif au processus "horizontal" est comparable à celui du
processus "vertical". Par exemple, pour le désaccord optimum δ = −6.5 meV,
V 1,1,2,20,0,±q = 0.437 meV, et les intensités du signal et du complémentaire sont alors
Isignal = Icomple´mentaire = V
1,1,2,2
0,0,±q × |Cpompe|2 × |Csignal|2 = 3.87× 10−4 u.a.
Dans la situation particulière où le processus "vertical" est autorisé par la
condition de conservation de l'énergie, ces deux processus sont en compétition.
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3.3 Perspectives
Dans les structures multiples, c'est ﬁnalement en agissant sur l'espace des
phases du photon que les conditions d'accord de phase et de conservation de l'éner-
gie sont vériﬁées. Contrairement au cas des microcavités uniques où le régime de
couplage fort exciton-photon est indispensable pour l'observation de l'oscillation
paramétrique, il est possible d'exploiter les trois modes photoniques couplés aﬁn
de mettre en évidence des processus paramétriques en régime de couplage faible.
Dans ce cas, les conditions d'accord de phase et de conservation de l'énergie
peuvent être satisfaites. Les processus "vertical" et "horizontal" précédemment
décrits en régime de couplage fort exciton-photon sont schématisés sur la ﬁgure
3.15 dans le cas du couplage faible. Le calcul de l'eﬃcacité du processus para-
métrique dans ce cas reste à faire, mais la démonstration expérimentale a été
eﬀectuée (voir chapitre 4).
Fig. 3.15  Processus de diﬀusion paramétrique "horizontal" et "vertical" en régime de
couplage faible exciton-photon.
3.4 Conclusion
Dans ce chapitre, nous avons présenté un nouveau schéma de micro-oscillateur
paramétrique optique triplement résonant, imaginé au laboratoire. La nouvelle
structure est composée de trois cavités fortement couplées entre elles (couplage
optique) dans lesquelles sont insérés les puits quantiques (milieu actif) à l'origine
des non-linéarités. Trois modes résonants de polaritons en régime de couplage
fort exciton-photon, ou trois modes de photons en régime de couplage faible
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exciton-photon, sont alors accessibles pour les fréquences paramétriques. Les deux
processus paramétriques interbranches "vertical" et "horizontal" que nous avons
décrits dans ce chapitre nous intéressent particulièrement pour répondre aux limi-
tations des microcavités simples ou des ﬁls photoniques. Les états ﬁnaux ont des
composantes photoniques importantes voire égales et le couplage fort n'est plus
indispensable pour satisfaire les conditions d'accord de phase et de conservation
de l'énergie.
Le calcul de l'eﬃcacité de ces diﬀérents processus en régime de couplage fort
exciton-photon montre, en comparaison avec les microcavités simples, que leur
observation expérimentale est a priori possible. Le prochain chapitre est dédié à
la mise en évidence expérimentale d'un régime d'oscillation paramétrique optique
dans des microcavités triples.
Chapitre 4
Micro-OPO
Ce chapitre expérimental, qui présente les résultats les plus marquants de ce
travail de thèse, est consacré à l'oscillation paramétrique optique dans les micro-
cavités triples de semiconducteurs [103]. Comme dans le cas des ﬁls photoniques
(cf. chapitre 2), des processus paramétriques interbranches peuvent être imaginés
dans ces nouveaux systèmes du fait de la présence d'un multiplet de branches
polaritoniques en régime de couplage fort exciton-photon. Nous nous attachons
ici à mettre en évidence expérimentalement les deux conﬁgurations de processus
que nous avons présentées de manière théorique au chapitre 3 : le processus pa-
ramétrique "vertical", conﬁguration non dégénérée, où le signal, la pompe et le
complémentaire sont en 0◦ ; et le processus paramétrique "horizontal", conﬁgu-
ration dégénérée, où la pompe est injectée à incidence normale et le signal et le
complémentaire sont émis à des angles opposés.
Nous montrons que l'oscillation paramétrique optique existe dans la microca-
vité triple en régime de couplage fort exciton-photon. Mais le résultat le plus ori-
ginal est l'observation de l'oscillation paramétrique en régime de couplage faible.
Contrairement aux microcavités planaires uniques et aux ﬁls photoniques, le cou-
plage fort n'est plus indispensable pour satisfaire les conditions d'accord de phase
et de conservation de l'énergie. Ainsi, l'action sur l'espace des phases du photon
dans les microcavités triples permet pour la première fois l'extension de l'étude de
l'oscillation paramétrique au régime de couplage faible. Les trois modes de cavité
couplés sont en eﬀet désormais accessibles pour les fréquences paramétriques.
L'oscillation paramétrique dans la conﬁguration horizontale est aussi un ré-
sultat très intéressant puisqu'elle conduit à l'équilibre parfait des intensités du
signal et du complémentaire. Nous verrons dans le dernier chapitre du manuscrit
comment cette propriété du processus paramétrique "horizontal" nous a permis
de mesurer des corrélations quantiques entre le signal et le complémentaire.
Ces deux résultats principaux constituent une importante avancée dans l'amé-
lioration de l'eﬃcacité de collection des faisceaux émis et dans la réalisation d'un
micro-OPO.
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Durant ce travail de thèse, nous avons étudié deux échantillons, diﬀérents par
le nombre de puits quantiques et par leur ﬁnesse de cavité, que nous caractérisons
dans le paragraphe 4.1. Dans le paragraphe 4.2, nous nous intéressons au proces-
sus paramétrique "vertical" dans les deux régimes de couplage exciton-photon fort
et faible, avant de passer à une étude en puissance de l'oscillation paramétrique
dans chacun des échantillons. Nous mettons notamment en évidence un régime
particulier d'oscillation paramétrique intracavité qui est décrit dans l'annexe B.
Dans le paragraphe 4.3, nous nous concentrons sur le processus paramétrique
"horizontal". Le dispositif expérimental d'imagerie par caméra CCD permettant
la détection de l'émission en champ lointain des échantillons y est décrit. Nous
verrons que la caractérisation précise de cette émission révèle notamment que
la symétrie du cristal composant les cavités résonantes est responsable de la sé-
lection des modes impliqués dans l'oscillation paramétrique "horizontale". Enﬁn,
nous proposons dans le paragraphe 4.4 un schéma d'injection électrique des micro-
cavités triples en vue de la réalisation à long terme d'un oscillateur paramétrique
optique intégré dans une microstructure de semiconducteurs.
4.1 Caractérisation des microcavités triples
Dans ce paragraphe, nous commençons par la description des deux échan-
tillons de microcavités triples que nous avons étudiés pendant ce travail de thèse
(Partie 4.1.1). Pour chaque échantillon, nous caractérisons, par des mesures de
spectroscopie résolue en angle, l'émission dans le régime linéaire (Partie 4.1.2).
Nous confrontons ces caractérisations au modèle théorique exposé au chapitre 3.
4.1.1 Description des échantillons
Les deux échantillons de microcavités triples MT1 et MT2 que nous avons
étudiés ont été fabriqués par épitaxie par jets moléculaires au Laboratoire de
Photonique et Nanostructures de Marcoussis, par A. Lemaître. Les miroirs de
Bragg sont constitués par un empilement de couches GaAs/AlAs ; le GaAs forme
les trois cavités et constitue aussi la barrière des puits quantiques d'In0.07Ga0.93As
que l'on insère dans chacune d'elles.
La structure des deux échantillons est détaillée sur les ﬁgures 4.1 et 4.2.
L'échantillon MT1 correspond au schéma de principe que nous avons décrit de
façon théorique dans le chapitre 3. Nous rappelons qu'il est composé de trois cavi-
tés λ contenant chacune un puits quantique. Le nombre de paires de couches dans
les miroirs de Bragg est, du miroir supérieur (en contact avec l'air) au substrat
de GaAs, 13/13.5/13.5/13.5. L'échantillon MT2 est composé de trois cavités λ
qui contiennent chacune neuf puits quantiques. Le nombre de paires de couches
dans les miroirs de Bragg est, du miroir supérieur au substrat, 15/11.5/11.5/18.5.
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L'épaisseur totale des échantillons est de l'ordre de 8 µm et les substrats ont été
polis aﬁn d'eﬀectuer des expériences en transmission. La ﬁnesse totale imposée
par l'épaisseur des miroirs externes est diﬀérente dans les deux échantillons : MT1
possède une ﬁnesse de 740 tandis que MT2 une ﬁnesse de 1350.
Nous discuterons dans la partie 4.2.2.c de l'inﬂuence de la ﬁnesse de la mi-
crocavité triple ainsi que du nombre de puits quantiques par cavité sur le régime
d'oscillation paramétrique optique.
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Fig. 4.1  Structure de l'échantillon MT1. Proﬁl de la bande de conduction le long de
l'axe de croissance.
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Fig. 4.2  Structure de l'échantillon MT2. Proﬁl de la bande de conduction le long de
l'axe de croissance.
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Comme pour les microcavités simples, un gradient d'épaisseur peut être in-
troduit dans une ou plusieurs cavités. Pour plus de ﬂexibilité, les gradients sont
réalisés dans deux des trois cavités, dans des directions orthogonales (cf. ﬁgure
4.3). Ainsi, les énergies des modes de cavité varient légèrement, indépendamment
les unes par rapport aux autres, en fonction de la position sur l'échantillon. Ce
double gradient croisé permet d'ajuster les énergies des modes photoniques et de
modiﬁer le désaccord exciton-photon pendant l'expérience. On peut alors trouver
une conﬁguration où la diﬀusion paramétrique "verticale" est autorisée par les
conditions de conservation de l'énergie (i.e. modes également espacés en énergie).
Z
X
EC EC
X ou Y
1
2
3
Microcavité Simple Microcavité TripleY Y
X X
Axe de croissance
Fig. 4.3  Schémas de principe représentant les gradients d'épaisseur dans une mi-
crocavité simple (selon X) et dans une microcavité triple (selon Y dans la cavité 1 et
selon X dans la cavité 3) (l'échelle n'est pas respectée). La variation de l'énergie des
modes de cavité non couplés en fonction de la position sur la surface de l'échantillon est
schématisée pour chaque structure.
4.1.2 Caractérisation
Nous avons caractérisé les échantillons à l'aide du montage expérimental de
spectroscopie de photoluminescence résolue en angle décrit dans le chapitre 2.
Ceci consiste à enregistrer l'intensité émise en faisant varier l'angle de détection
à une longueur d'onde d'excitation ﬁxée pour un spectre de photoluminescence.
Sous excitation continue non résonante, à faible puissance d'excitation (Pexc <
10 mW) et à basse température (6 K), nous mesurons en transmission l'intensité
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émise par l'échantillon en fonction de l'angle de détection. La dispersion des modes
de polaritons en régime linéaire est obtenue en repérant l'énergie des maxima
d'intensité pour chaque angle. La représentation des résultats prend en compte
l'information sur l'intensité.
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Fig. 4.4  Caractérisation de l'échantillon MT1 : dispersion en énergie des polaritons
mesurée en transmission et calculée d'après le modèle des oscillateurs couplés (traits
continus). δ = −1 meV. Paramètres pour le calcul de la dispersion : les énergies des ex-
citons EX,1 = EX,2 = 1.4569 eV, EX,3 = 1.4542 eV, la constante de couplage entre deux
cavités consécutives ~Γ = 4.3 meV, le dédoublement de Rabi ~ΩR = 3.6 meV et les éner-
gies des cavités non couplées EC,1 = 1.4565 eV, EC,2 = 1.4585 eV et EC,3 = 1.4560 eV.
Échantillon MT1 : Sur la ﬁgure 4.4 sont représentées les dispersions mesurées
et calculées dans le modèle des oscillateurs couplés (cf.chapitre 3) de l'échantillon
MT1. Cinq modes de polaritons sont clairement visibles tandis que l'émission du
mode de plus haute énergie est très peu intense.
Un anticroisement supplémentaire entre un des trois modes excitoniques et
le mode photonique couplé de plus basse énergie apparaît vers 13◦ à 1.454 eV.
Les trois excitons n'ont pas tous la même énergie dans cette structure du fait
de la présence d'un puits quantique d'épaisseur légèrement diﬀérente des deux
autres (variation d'épaisseur apparue à la suite de problèmes de croissance) : la
diﬀérence des énergies des excitons ∆EX = 2.7 meV correspond à une variation
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de la largeur du puits, estimée dans le cas de puits inﬁnis, de 1% (∆L ≃ 0.85 Å),
soit un peu plus de deux monocouches. Les paramètres utilisés pour reproduire
la dispersion expérimentale ont été ajustés en conséquence.
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Fig. 4.5  Caractérisation de l'échantillon MT2 : dispersion en énergie des polari-
tons mesurée et calculée d'après le modèle des oscillateurs couplés (traits continus).
δ = +3.5 meV. Paramètres pour le calcul de la dispersion : l'énergie de l'exciton
EX = 1.4677 eV, la constante de couplage entre deux cavités consécutives ~Γ = 6.1 meV,
le dédoublement de Rabi ~ΩR = 10.4 meV et les énergies des cavités non couplées
EC,1 = 1.4699 eV, EC,2 = 1.4741 eV et EC,3 = 1.4695 eV.
Échantillon MT2 : Sur la ﬁgure 4.5 sont représentées les dispersions mesurées
et calculées dans le modèle des oscillateurs couplés de l'échantillon MT2. Seuls
les trois modes de polaritons de basse énergie sont visibles en photoluminescence
dans cet échantillon.
Le dédoublement de Rabi, déduit du modèle des oscillateurs couplés, vériﬁe :
~Ω
(MT2)
R ≃ 3~Ω(MT1)R ≃
√
N (MT2) × ~Ω(MT1)R
avec N (MT2) le nombre de puits quantiques dans chaque cavité de l'échantillon
MT2. On retrouve expérimentalement et théoriquement que le dédoublement de
Rabi est proportionnel à la racine carré du nombre de puits quantiques [47].
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4.2 Oscillation paramétrique optique verticale
Ce paragraphe est consacré à la mise en évidence expérimentale du proces-
sus paramétrique interbranches "vertical" décrit dans le chapitre 3. Nous mon-
trons qu'une oscillation paramétrique optique "verticale" est obtenue aussi bien
en régime de couplage fort exciton-photon qu'en régime de couplage faible (Par-
tie 4.2.1). Nous présentons ensuite une étude en puissance (Partie 4.2.2). Nous
comparons enﬁn les valeurs des seuils observés dans les deux structures et nous
montrons comment ces derniers dépendent des caractéristiques intrinsèques des
échantillons.
4.2.1 Mise en évidence
4.2.1.a En régime de couplage faible
La ﬁgure 4.6 présente l'émission résolue en angle de l'échantillon MT1 pour une
excitation continue résonante, à incidence normale, du deuxième mode photonique
couplé d'énergie E(2)C (0) = ~ωp = 1.4636 eV (i.e. la pompe).
Fond d'émission : On distingue trois modes dont les dispersions ne présentent
aucune signature de couplage fort. L'émission mesurée est caractéristique du ré-
gime de couplage faible. La position du spot laser sur la surface de l'échantillon a
été ajustée aﬁn d'observer les trois modes photoniques couplés également espacés
en énergie en 0◦ (i.e. situation où les trois cavités sont résonantes). Les condi-
tions sont alors réunies pour mettre en évidence une oscillation paramétrique
"verticale".
Emission aux faibles angles : Une forte émission, spectralement étroite
(γ < 0.15 meV, limite de la résolution spectrale du spectromètre), apparaît
au-dessus d'une puissance seuil, au niveau du premier mode photonique couplé
d'énergie E(1)C (0) = ~ωs = 1.4574 eV (le signal), ainsi qu'au niveau du troisième
mode photonique couplé d'énergie E(3)C (0) = ~ωc = 1.4697 eV (le complémen-
taire).
Cette émission, qui n'est pas centrée uniquement en 0◦, montre les signatures
caractéristiques d'un processus paramétrique avec la conservation de l'énergie
(2~ωp = ~ωs + ~ωc) et la conservation du vecteur d'onde (2kp = ks + kc). Ces
conditions sont en eﬀet bien reﬂétées par la dispersion négative du mode complé-
mentaire (en opposition à la dispersion positive du mode de cavité conventionnel)
qui est symétrique à la dispersion du mode signal. Étant donnée la faible ﬁnesse
de l'échantillon (740), la diﬀusion paramétrique peut générer, dans la largeur du
mode, des paires de photons de vecteurs d'onde nuls ainsi que des paires de pho-
tons de vecteurs d'onde opposés. Par exemple, on trouve une situation où un
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Fig. 4.6  Emission résolue en angle de la microcavité triple MT1, mesurée en trans-
mission, à T=6 K, pour une excitation résonante du deuxième mode de cavité couplé,
à 1.4636 eV. La puissance de pompe est de 28 kW/cm2 et le désaccord exciton-photon
δ = +10 meV. Un polariseur en position croisée par rapport à la polarisation du fais-
ceau incident minimise l'eﬀet parasite de la transmission du laser à travers la structure.
L'émission du troisième mode autour de 0◦ a été multipliée par un facteur 200.
photon complémentaire à ±5◦ est associé à un photon signal à ∓5◦ (cf. ﬁgure
4.7).
Emission aux grands angles : D'autres mécanismes de diﬀusion "parasites",
semblables au processus paramétrique interbranches "horizontal" décrit au cha-
pitre 3, peuvent être mis en évidence. Ceux-ci sont schématisés sur la ﬁgure 4.8
lorsque les trois modes photoniques couplés sont situés au-dessus du mode exci-
tonique (δ ≫ ~ΩR).
Des processus de diﬀusion des modes signal, pompe et complémentaire vers le
réservoir excitonique (ronds vides) ainsi que des processus de diﬀusion des modes
de pompe et du complémentaire vers les deux premiers modes photoniques cou-
plés (ronds pleins) existent dans cette conﬁguration. Dans l'expérience, seule la
diﬀusion du mode complémentaire vers le deuxième mode photonique couplé est
visible à ±20◦. Le signal n'est pas inﬂuencé par ce type de diﬀusion.
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Fig. 4.7  Deux processus paramétriques, où un photon complémentaire à ±5◦ est associé
à un photon signal à ∓5◦, sont schématisés sur la ﬁgure représentant l'émission résolue
en angle de MT1.
C
modes photoniques couplés
mode excitonique
P
S
Fig. 4.8  Schéma présentant les mécanismes de diﬀusion "parasites" du signal (S), de
la pompe (P) et du complémentaire (C) vers les états du réservoir excitonique (ronds
vides) et les états propres du système (ronds pleins), pour un désaccord exciton-photon
δ ≫ ~ΩR.
L'ensemble de ces mécanismes de diﬀusion multiples "parasites" constitue des
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pertes pour les modes impliqués dans l'oscillation paramétrique "verticale". Ces
pertes sont plus importantes pour le complémentaire.
Par ailleurs, pour cette conﬁguration expérimentale, le désaccord est positif et
les modes signal et complémentaire sont dégénérés avec le continuum d'absorption
des puits quantiques qui est situé à environ 6 meV au-dessus de l'énergie de
l'exciton 1s (pour des puits quantiques d'In0.07Ga0.93As de 80 Å d'épaisseur [104]).
L'absorption par le continuum constitue une source de pertes supplémentaire
dans le système mais celles-ci sont ici a priori égales pour les deux modes signal
et complémentaire.
Température : Finalement, comme nous l'avons annoncé, la contrainte de la
température est moins forte lorsque l'oscillation paramétrique "verticale" est mise
en évidence en régime de couplage faible. Une émission caractéristique d'un pro-
cessus paramétrique a en eﬀet été observée jusqu'à 150 K. A plus haute tempéra-
ture, l'énergie du puits quantique change de façon importante et ne permet plus
un couplage eﬃcace aux modes de cavités (au point où se fait la résonance). La
solution pour améliorer ce résultat serait d'utiliser des échantillons conçus pour
fonctionner à température ambiante, ce qui n'est pas le cas ici.
4.2.1.b En régime de couplage fort
La ﬁgure 4.9 présente l'émission résolue en angle de l'échantillon MT2 pour
une excitation continue résonante, à incidence normale, du deuxième mode de
polariton d'énergie E(2)(0) = ~ωp = 1.4644 eV (i.e. la pompe). Les dispersions des
modes de polaritons en régime linéaire, calculées dans le modèle des oscillateurs
couplés, sont superposées à la mesure.
Emission aux grands angles : L'émission aux grands angles (> 15◦) pré-
sente les caractéristiques du couplage fort exciton-photon. On distingue en eﬀet
un point d'inﬂexion sur chacune des dispersions des deux premiers modes de po-
laritons, vers 20◦ pour celui de plus basse énergie et vers 18◦ pour le deuxième. La
comparaison du régime d'émission linéaire avec le régime d'émission non-linéaire
par l'intermédiaire des dispersions calculées conﬁrme cette observation.
Emission à 0◦ : Une émission importante spectralement étroite apparaît au-
dessus d'une puissance seuil, à ~ωs = 1.4609 eV (le signal) et à ~ωc = 1.4678 eV
(le complémentaire). Le signal est résonant avec le premier mode de polariton qui
a subi un décalage vers le bleu de l'ordre de la largeur de raie (∼ 0.4 meV). En
revanche, le complémentaire n'est pas résonant avec l'un des modes de polaritons.
L'écart en énergie entre le complémentaire et le troisième (quatrième) mode de
polaritons est en eﬀet trop important pour être expliqué par un simple décalage
du mode de polariton vers le bleu (rouge). En résumé, outre l'intérêt de montrer
clairement une dispersion de couplage fort, cet exemple particulier montre aussi
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Fig. 4.9  Emission résolue en angle de la microcavité triple MT2, mesurée en trans-
mission, à T=6 K, pour une excitation résonante du deuxième mode de polariton, à
1.4644 eV. La puissance de pompe est de 1.6 kW/cm2 et le désaccord exciton-photon
δ = −3 meV. Un polariseur en position croisée par rapport à la polarisation du fais-
ceau incident minimise l'eﬀet parasite de la transmission du laser à travers la structure.
L'émission du complémentaire autour de 0◦ a été multipliée par un facteur 1000. Les dis-
persions calculées dans le modèle des oscillateurs couplés sont superposées en traits conti-
nus (Paramètres ajustés : EC,1 = 1.4724 eV, EC,2 = 1.4724 eV et EC,3 = 1.4704 eV).
que l'OPO fonctionne encore lorsque le système n'est pas triplement résonant
mais doublement résonant avec un complémentaire "hors branche".
Les conditions de conservation de l'énergie et du vecteur d'onde sont bien
respectées en 0◦. On remarque par ailleurs que les dispersions angulaires du signal
et du complémentaire sont très piquées autour de 0◦. L'échantillon MT2 ayant
une ﬁnesse plus grande que MT1, les largeurs des modes sont plus faibles et la
génération de paires de polaritons de vecteurs d'onde diﬀérents dans la largeur
spectrale du mode est impossible. Le processus paramétrique observé est donc
strictement vertical, ce qui diﬀère du résultat présenté en couplage faible.
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Diﬀérence d'intensités entre le signal et le complémentaire : Dans un
processus de conversion paramétrique, un photon complémentaire est nécessaire-
ment associé à un photon signal. On observe néanmoins une diﬀérence d'intensités
entre le signal et le complémentaire de trois ordres de grandeur. Comme dans le
cas des ﬁls photoniques (cf. chapitre 2), cette diﬀérence d'intensités est liée à un
problème de collection de l'émission du complémentaire. En plus des mécanismes
de diﬀusion multiples vers le réservoir excitonique précédemment cités qui af-
fectent le couplage du complémentaire à l'extérieur du système, on peut invoquer
dans ce cas particulier des raisons supplémentaires qui sont décrites ci-après :
- Au désaccord étudié ici, l'oscillation paramétrique optique en régime de cou-
plage fort n'est pas triplement résonante et l'eﬃcacité du phénomène non-linéaire
est diminuée dans son ensemble (i.e. pour les deux modes signal et complémen-
taire). Cependant, dans ce contexte, le complémentaire qui n'est pas résonant
avec l'un des modes de polaritons est moins bien couplé à l'extérieur que le signal
et l'intensité transmise par la microcavité triple à l'énergie du complémentaire
est alors grandement altérée. Le calcul de la réﬂectivité de la structure par la
méthode des matrices de transfert, à l'énergie du signal (résonant avec le premier
mode de polaritons) et à l'énergie du complémentaire (non-résonant), explique
un rapport d'intensité entre le signal et le complémentaire d'environ 100.
- L'absorption du complémentaire par le continuum des puits quantiques peut
également conduire à un déséquilibre d'intensité entre le signal et le complémen-
taire. Ceci dépend plus particulièrement du désaccord étudié.
Il existe d'une part des désaccords pour lesquels le signal et le complémentaire
sont à des énergies inférieures à celle du continuum des puits quantiques, ce qui
correspond à la ﬁgure 4.9. Dans ce cas, le signal et le complémentaire ne sont
pas absorbés par le continuum et cette raison n'explique pas le déséquilibre en
intensité des deux faisceaux.
Il existe d'autre part des désaccords pour lesquels seul le complémentaire est
dégénéré avec le continuum des puits quantiques. Dans ce cas, l'absorption du
complémentaire par le continuum peut induire un fort déséquilibre d'intensité
entre le signal et le complémentaire. Le taux d'absorption du continuum étant de
l'ordre de 1% par bande [45, 105] (ici, uniquement la bande des trous légers), un
facteur maximum de 200 sur le rapport d'intensité signal-complémentaire peut
être expliqué dans le cas de l'échantillon MT2 (9 puits quantiques par cavité,
ﬁnesse de 1350).
Enﬁn, le signal et le complémentaire peuvent être tous deux dégénérés avec le
continuum des puits quantiques pour des désaccords très positifs. Ceci correspond
au cas particulier du résultat en couplage faible dans l'échantillon MT1 (cf. ﬁgure
4.6), où le signal et le complémentaire sont absorbés a priori dans les mêmes
proportions. L'absorption par le continuum des puits ne contribue pas alors au
déséquilibre en intensité des deux faisceaux.
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En conclusion, le rapport d'intensité entre le signal et le complémentaire dé-
pend beaucoup des conditions expérimentales. Selon le cas, diﬀérents eﬀets sont à
prendre en compte parmi les mécanismes de diﬀusion multiples sur le complémen-
taire, la nature du régime d'oscillation paramétrique optique (doublement versus
triplement résonant) et l'absorption par le continuum des puits quantiques. D'un
point de vue général, le complémentaire doit être protégé du réservoir excitonique
et résonant avec un mode de polariton aﬁn d'améliorer la collection du faisceau
complémentaire. Puisque les résultats présentés dans cette sous-partie constituent
une démonstration de principe, nous pouvons envisager d'étudier des échantillons
pour lesquels le régime d'oscillation paramétrique "verticale" serait atteint à des
désaccords plus négatifs. Cette solution nécessiterait éventuellement de réaliser
des échantillons présentant de plus grands dédoublements de Rabi (augmenta-
tion du nombre de puits quantiques ou utilisation d'autres matériaux comme les
matériaux II-VI).
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Fig. 4.10  Spectre d'émission à 0◦ de l'échantillon MT2 en-dessous (tirets, 2.4 kW/cm2)
et au-dessus du seuil d'oscillation paramétrique optique (trait continu, 3.2 kW/cm2).
L'intensité d'émission est normalisée à la puissance de pompe pour que l'émission du
signal sous le seuil (multipliée par un facteur 1000) soit égale à 1.
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Spectre dans un cas triplement résonant : Précédemment, nous avons
choisi de présenter une caractérisation de l'oscillation paramétrique doublement
résonante pour laquelle les signatures du couplage fort sont clairement visibles.
Grâce à cet exemple, nous montrons qu'une oscillation paramétrique optique peut
être mise en évidence dans notre système, sans être obligatoirement triplement
résonante, même si le couplage du complémentaire à l'extérieur est dégradé.
Sur la ﬁgure 4.10 est présenté un spectre d'émission à 0◦ de l'échantillon MT2,
en-dessous (tirets) et au-dessus (trait continu) du seuil d'oscillation paramétrique,
dans un cas triplement résonant. L'intensité est normalisée à la puissance de
pompe : l'intensité du signal augmente d'un facteur 5400 lorsque la puissance
de pompe varie de 2.4 kW/cm2 (seuil) à 3.2 kW/cm2. On observe un aﬃnement
spectral de 1 meV à 150 µeV (limitée par la résolution spectrale du spectromètre)
et un décalage vers le bleu de 0.5 meV par rapport à l'énergie du mode sous le
seuil.
4.2.1.c Importance de la conservation de l'énergie
Comme nous l'avons déjà expliqué, la condition de conservation de l'énergie
joue un rôle critique dans la conﬁguration verticale du processus de diﬀusion
paramétrique. Aﬁn d'illustrer ces propos, nous étudions l'eﬃcacité du processus
en régime de couplage faible en fonction du paramètre :
xline´aire = 2E
(2)
C (0)− E(1)C (0)− E(3)C (0)
où E(1)C (0), E
(2)
C (0) et E
(3)
C (0) sont les énergies des trois modes photoniques cou-
plés dans le régime d'émission linéaire.
Dans la pratique, nous modiﬁons la position du spot laser à la surface de
l'échantillon MT1 et mesurons les intensités émises par le signal et le complé-
mentaire. La longueur d'onde du laser est à chaque fois ajustée pour exciter le
deuxième mode et la puissance de pompe est choisie bien supérieure à la puissance
seuil caractéristique du régime d'oscillation paramétrique obtenue en couplage
faible. Le résultat est présenté sur la ﬁgure 4.11.
L'allure générale des courbes montre qu'une forte émission du signal et du
complémentaire est atteinte pour un désaccord nul.
Le régime d'oscillation paramétrique triplement résonant est perdu lorsque
le paramètre xline´aire devient supérieur à la largeur des modes (∼ 1 meV) et
l'émission du troisième mode est alors très faible. En revanche, l'intensité du
signal reste élevée car un régime d'oscillation laser à l'énergie du signal subsiste
pour une puissance d'excitation du système de 49 kW/cm2 (cf. annexe B).
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Fig. 4.11  Intensités (a) du signal et (b) du complémentaire en fonction du paramètre
xline´aire = 2E
(2)
C (0) − E(1)C (0) − E(3)C (0) qui reﬂète l'écart entre les modes photoniques
couplés en régime linéaire. Pexc = 49 kW/cm2.
4.2.2 Etude en puissance / Comparaison à l'eﬀet laser
Nous étudions la dépendance des intensités du signal et du complémentaire
émis à 0◦, en fonction de la puissance de pompe, dans les deux échantillons. Une
oscillation paramétrique classique et une oscillation paramétrique intracavité sont
mises en évidence respectivement dans MT2 et dans MT1. Ce dernier régime plus
complexe est détaillé dans l'annexe B.
4.2.2.a Échantillon MT2
La ﬁgure 4.12 présente la variation des intensités du signal et du complémen-
taire en fonction de la puissance de pompe.
Seuil d'oscillation paramétrique (cas (a)) : En-dessous d'une puissance
d'excitation POPO2 = 2.4 kW/cm2, les intensités du signal (ronds vides) et du com-
plémentaire (ronds pleins) augmentent quasi-linéairement avec la puissance. La
croissance de l'émission des deux modes devient ensuite fortement non-linéaire au
voisinage du seuil d'oscillation paramétrique optique POPO2 . Au-delà de ce seuil,
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Fig. 4.12  Cas (a) : Intensités normalisées (au seuil OPO) émises par le signal
(ronds vides) et le complémentaire (ronds pleins) en fonction de la puissance de pompe
dans l'échantillon MT2. Cas (b) : Intensité d'émission du mode de plus basse éner-
gie (triangles), pour une excitation du mode d'énergie supérieure, lorsque la conver-
sion paramétrique n'est pas autorisée par la condition de conservation de l'énergie
(position légèrement diﬀérente sur l'échantillon). La première ligne verticale indique
le seuil en puissance au-delà duquel apparaît le régime d'oscillation paramétrique,
POPO2 = 2.4 kW/cm2. La deuxième correspond au seuil laser ou seuil VCSEL de
l'échantillon, PL2 = 6 kW/cm2. δ & 0.
l'intensité du signal retrouve une variation quasi-linéaire (voir ci-après) tandis que
le complémentaire sature. Au seuil, on observe également un aﬃnement spectral
du signal (de 640 µeV à 200 µeV) et du complémentaire (de 2 meV à 300 µeV)
caractéristique de l'oscillation paramétrique optique.
La dépendance en puissance que nous observons est similaire à ce qu'ont
montré les travaux expérimentaux sur l'oscillation paramétrique optique en ré-
gime continu dans les microcavités planaires [29, 3436, 106]. On peut également
comparer ce résultat aux travaux théoriques qui prévoient une rupture de pente
lorsque le gain paramétrique égale les pertes (i.e. seuil d'oscillation paramétrique),
suivie d'une dépendance en racine carrée de l'intensité de l'émission paramé-
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trique [31,107]. Des travaux théoriques ont également montré que les ﬂuctuations
dans le système induisent un aplanissement de la rupture de pente [108,109]. En
revanche, la dépendance exponentielle de l'intensité au voisinage du seuil n'est
pas expliquée.
La situation présentée ici est plus complexe que le cas théorique qui ne tient
compte que de trois modes couplés. En particulier, ici, de multiples mécanismes
de diﬀusion supplémentaires sont présents (vers le réservoir excitonique, notam-
ment). Nous verrons dans la partie 4.3.3 une situation beaucoup plus simple, plus
proche des hypothèses faites dans la théorie, et pour laquelle la dépendance en
puissance correspond aux prédictions.
Diﬀérence d'intensités entre le signal et le complémentaire : L'écart
en intensités entre le signal et le complémentaire, qui résulte de la saturation
de ce dernier, est de trois ordres de grandeur. Les diﬀérentes explications de ce
déséquilibre d'intensité ont été décrites page 105. Dans ce cas particulier (δ & 0),
ce sont l'absorption du complémentaire par le continuum des puits quantiques
et les diﬀusions multiples du complémentaire vers le réservoir excitonique qui
altèrent l'équilibre en intensité signal-complémentaire.
Seuil laser (cas (b)) : Des structures de microcavités semiconductrices peuvent
laser. Il est donc intéressant de déterminer le seuil d'oscillation laser dans notre
système, que nous comparerons ensuite au seuil OPO.
Pour ce faire, tout en gardant un désaccord similaire à l'étude précédente,
nous étudions un point de l'échantillon pour lequel le processus paramétrique
"vertical" n'est pas autorisé par la condition de conservation de l'énergie (i.e.
cas où trois modes ne sont pas également espacés en 0◦). L'intensité d'émission
du mode fondamental (triangles) est mesurée pour une excitation résonante du
mode d'énergie supérieure dans les mêmes conditions expérimentales que précé-
demment.
Une émission non-linéaire est observée à une puissance PL2 = 6 kW/cm2 supé-
rieure au seuil d'oscillation paramétrique POPO2 . Aucune émission d'un complé-
mentaire à une énergie supérieure à celle de la pompe n'est associée à l'émission
laser. La structure se comporte donc comme un VCSEL conventionnel à l'énergie
du mode fondamental.
4.2.2.b Échantillon MT1
Nous analysons maintenant la dépendance en puissance de l'émission paramé-
trique dans l'échantillon MT1. Le résultat est présenté sur la ﬁgure 4.13.
Seuil laser et seuil d'oscillation paramétrique : Trois zones distinctes cor-
respondant à trois régimes d'émission diﬀérents peuvent être mises en évidence.
Nous les distinguons en fonction de la puissance d'excitation Pexc croissante :
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Fig. 4.13  Intensités normalisées (au seuil laser) émises par le signal (symboles vides) et
le complémentaire (symboles pleins) en fonction de la puissance de pompe dans l'échan-
tillon MT1. La première ligne verticale indique le seuil en puissance au-delà duquel
apparaît le régime d'oscillation laser à l'énergie du signal, PL1 = 1.2 kW/cm2. La
deuxième correspond au seuil d'oscillation paramétrique optique, POPO1 = 4.4 kW/cm2.
δ = +10 meV.
- Zone 1 (Pexc < PL1 , PL1 = 1.2 kW/cm2) : l'émission du fondamental et du
troisième mode augmente linéairement avec la puissance d'excitation du système.
Cette région de faibles puissances correspond au régime linéaire de la microcavité
triple.
- Zone 2 (PL1 < Pexc < POPO1 , POPO1 = 4.4 kW/cm2) : l'intensité du troisième
mode continue de varier quasi-linéairement avec la puissance de pompe tandis
que celle du fondamental présente un saut à la puissance PL1 = 1.2 kW/cm2.
Ce saut s'accompagne d'un aﬃnement spectral de la raie de 300 µeV à 150 µeV
(limite de la résolution du spectromètre). Une émission importante à l'énergie du
signal (i.e. fondamental) apparaît donc sans une émission importante à l'énergie
du complémentaire (i.e. le troisième mode) : le régime d'oscillation paramétrique
optique n'est pas atteint. Ici, le système lase à l'énergie du signal au-dessus du
seuil laser PL1 = 1.2 kW/cm2.
- Zone 3 (Pexc > POPO1 ) : les intensités d'émission des deux modes présentent
simultanément un comportement non-linéaire à la puissance POPO1 = 4.4 kW/cm2,
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seuil d'oscillation paramétrique au-delà duquel les intensités du signal et du com-
plémentaire augmentent puis saturent. Notons en particulier qu'un deuxième saut
d'intensité ∆I apparaît à l'énergie du signal. Un aﬃnement spectral de la raie
du complémentaire de 1.7 meV à 300 µeV, caractéristique de l'oscillation para-
métrique optique, est observé.
En résumé, deux régimes de stimulation consécutifs sont observés dans l'échan-
tillon MT1 : l'oscillation laser à l'énergie du signal à partir de 1.2 kW/cm2, suivie
de l'oscillation paramétrique optique à partir de 4.4 kW/cm2. Ce régime par-
ticulier correspond à une oscillation paramétrique optique intracavité [110] : le
faisceau laser à l'énergie du signal agit comme une sonde interne au système qui
est ampliﬁée par le processus de diﬀusion paramétrique "vertical". Une étude dé-
taillée de ce régime est présentée dans l'annexe B. Cette étude aboutit notamment
à discussion sur la dépendance spectrale des gains laser et paramétrique dans la
microcavité triple.
Interprétation simple de ∆I : Nous proposons une interprétation qualitative
du deuxième saut d'intensité observé sur le signal, en termes de gain laser GL, de
gain paramétrique GOPO, et de pertes dans le système α (supposées les mêmes
pour tous les modes). Le schéma de la ﬁgure 4.14 illustre nos propos.
expérience
Puissance
de pompe
laser + OPO
laser
P0 P
′
0
du signal
Intensité
P
∆I
Fig. 4.14  Evolution de l'intensité du signal en fonction de la puissance d'excitation.
Premier cas (trait continu) : GL = α. Deuxième cas (tirets) : GL+GOPO = α. Troisième
cas (pointillés) : l'expérience.
Considérons dans un premier temps une situation où seul un gain laser existe
dans le système. Une oscillation laser apparaît au seuil P ′0 si le gain compense les
pertes tel que GL = α. Lorsqu'un gain laser et un gain paramétrique sont présents
dans le même système, une oscillation paramétrique apparaît si GL +GOPO = α,
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au seuil associé P0. Le gain global du système étant plus important dans cette
dernière conﬁguration, pour les mêmes pertes α, le seuil d'oscillation paramé-
trique P0 est inférieur au seuil laser P ′0.
L'expérience (cf. ﬁgure 4.13) montre que l'eﬀet laser est atteint dans l'échan-
tillon MT1 avant le régime d'oscillation paramétrique : l'émission du fondamental
suit d'abord la courbe en trait continu du schéma 4.14 et la puissance de seuil laser
mesurée correspond à P ′0. Lorsque le régime d'oscillation paramétrique est atteint,
l'émission du signal ﬁnit d'évoluer selon la courbe en pointillés. Ce changement
de régime se traduit par un saut d'intensité du signal ∆I à la puissance seuil
d'oscillation paramétrique mesurée P = POPO1 . Le saut ∆I est ici responsable de
l'écart d'intensité entre les deux faisceaux.
4.2.2.c Discussion sur la valeur des seuils
Nous avons mis en évidence dans l'échantillon MT1 une oscillation para-
métrique complexe (intracavité), où le seuil laser de 1.2 kW/cm2 (i.e. 15 mW
pour ∅spot ≃40 µm) apparaît avant le seuil d'oscillation paramétrique optique de
4.4 kW/cm2 (i.e. 55 mW pour ∅spot ≃40 µm).
Inversement, le régime d'oscillation paramétrique est observé dans l'échan-
tillon MT2 à partir de 2.4 kW/cm2 (i.e. 30 mW pour ∅spot ≃40 µm), avant le
seuil laser de 6 kW/cm2 (i.e. 75 mW pour ∅spot ≃40 µm).
A titre de comparaison,(
PL2
PL1
)
exp
= 5 ,
(
POPO2
POPO1
)
exp
= 0.55 (4.1)
où PL1 et PL2 sont les puissances de seuil laser et POPO1 et POPO2 les puissances de
seuil d'oscillation paramétrique mesurées dans les échantillons MT1 et MT2.
Les deux échantillons étudiés pendant ce travail de thèse sont diﬀérents par
leur ﬁnesse et le nombre de puits quantiques dans chaque cavité. Comment ces
caractéristiques inﬂuencent-elles les valeurs des seuils d'oscillation laser et para-
métrique obtenus dans les microcavités triples MT1 (ﬁnesse F1 = 740, N1 = 1
puits/cavité) et MT2 (ﬁnesse F2 = 1350, N2 = 9 puits/cavité) ?
Seuils lasers : Dans les lasers à puits quantiques ou les VCSEL, le seuil laser
est atteint lorsque la population de porteurs dans les puits quantiques est sa-
turée. Au seuil laser correspond donc une densité de saturation de porteurs qui
augmente linéairement avec le nombre de puits quantiques [110,111]. Ainsi, dans
le cas d'un pompage optique, la puissance seuil à fournir est N fois plus grande
dans un système contenant N puits quantiques que dans un système n'en conte-
nant qu'un seul.
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De plus, dans le cas général des lasers, des VCSEL et des OPO, le gain laser
(paramétrique) doit égaler les pertes pour obtenir une oscillation laser (paramé-
trique). Or ces pertes sont inversement proportionnelles à la ﬁnesse de la cavité,
ce qui conduit à une diminution de la puissance seuil lorsque la ﬁnesse augmente.
Dans le cas des échantillons MT1 et MT2, le rapport théorique des puissances
de seuil laser est donné par :(
PL2
PL1
)
th
=
N2
N1
F1
F2 = 4.8 (4.2)
Cette relation est vériﬁée expérimentalement :
(
PL
2
PL
1
)
th
≃
(
PL
2
PL
1
)
exp
.
Seuils d'oscillation paramétrique : Le seuil d'oscillation paramétrique semble
plus faible dans l'échantillon de plus grande ﬁnesse. Cependant, on ne peut pas
attribuer cette diminution de seuil uniquement à l'augmentation de la ﬁnesse. Il
faut aussi tenir compte de la dépendance du seuil OPO avec le nombre de puits
quantiques par cavité N .
Nous rappelons que l'interaction entre les fractions excitoniques des polaritons
est à l'origine de l'oscillation paramétrique dans les microcavités de semiconduc-
teurs en régime de couplage fort. Lorsque les échantillons contiennent plusieurs
puits quantiques, la densité d'excitons est répartie sur les N puits quantiques et
l'interaction entre polaritons est N fois moins eﬃcace (les excitons de diﬀérents
puits n'interagissent pas entre eux) [112]. Ceci revient à considérer un potentiel
d'interaction polariton-polariton V PPk,k′,q/N dans le modèle de Ciuti et al. [32] (cf.
chapitre 1).
Néanmoins, il est diﬃcile de conclure sur la dépendance du seuil d'oscillation
paramétrique avec N . En eﬀet, l'eﬃcacité du processus paramétrique dépend du
terme V PPk,k′,q qui montre une dépendance complexe avec N . Pour un même désac-
cord exciton-photon, deux échantillons contenant un nombre de puits diﬀérent ne
présentent pas les mêmes dispersions de polaritons en raison de la variation en√
N du dédoublement de Rabi. Ainsi, les poids excitoniques et photoniques des
polaritons impliqués dans le processus, ou bien les termes V PPk,k′,q, sont diﬀérents.
Ceci empêche une comparaison directe des seuils OPO dans les deux échantillons.
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4.2.2.d Perspectives
L'objectif de ce travail de thèse est la réalisation d'une source intégrée eﬃcace
de photons jumeaux. Pour cela, nous devons notamment obtenir une oscillation
paramétrique optique avec un seuil le plus faible possible et, pour certaines ap-
plications, des faisceaux signal et complémentaire équilibrés en intensité. Quelles
sont alors dans ce contexte les modiﬁcations à apporter à la microcavité triple ?
Comme nous venons de le voir, il est diﬃcile de conclure sur la variation du
seuil d'oscillation paramétrique avec le nombre de puits quantiques par cavité.
En revanche, l'augmentation de la ﬁnesse induit très clairement une diminution
du seuil. Toutefois, celle-ci ne doit pas être trop grande aﬁn de conserver un
bon couplage à l'extérieur des modes signal et complémentaire. Le calcul de la
réﬂectivité de l'échantillon par la méthode numérique des matrices de transfert,
avant sa fabrication, permet de trouver un compromis entre ﬁnesse et couplage à
l'extérieur.
Finalement, nous rappelons que plusieurs phénomènes aﬀectent l'équilibre
d'intensités entre le signal et le complémentaire : la nature du régime d'oscil-
lation paramétrique optique (intracavité, doublement résonant), l'absorption du
complémentaire par le continuum des puits quantiques et les diﬀusions multiples
des modes du complémentaire. Pour s'en aﬀranchir, il faut chercher à mettre en
évidence une oscillation paramétrique "verticale" classique, triplement résonante,
avec des modes protégés du réservoir excitonique et du continuum des puits quan-
tiques (i.e. désaccord négatif).
4.3 Oscillation paramétrique optique horizontale
Dans ce paragraphe consacré à l'oscillation paramétrique optique "horizon-
tale" décrite au chapitre 3, nous présentons dans un premier temps le dispositif
expérimental d'imagerie que nous avons réalisé pour observer l'émission des mi-
crocavités triples dans le plan (kx, ky) (Partie 4.4.1). Nous passons ensuite à la
caractérisation de l'émission dans ce plan (Partie 4.4.2) : nous montrons notam-
ment que la mosaïcité de la structure, liée à la géométrie sous-jacente du cristal,
est responsable de la distribution angulaire particulière de l'émission. Enﬁn, nous
passons à l'étude de l'oscillation paramétrique "horizontale" (Partie 4.4.3).
4.3.1 Dispositif expérimental d'imagerie
D'après le schéma 4.15 du processus de diﬀusion paramétrique "horizontal",
il existe dans le plan (kx, ky) un grand nombre d'états ﬁnals accessibles pour les
polaritons (ou les photons) signal et complémentaire tels que les conditions de
conservation de l'énergie et de l'impulsion sont satisfaites. On s'attend à observer
dans cette conﬁguration une émission en "anneau".
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Fig. 4.15  Processus de diﬀusion paramétrique "horizontaux" schématisés dans le plan
(kx, ky).
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Fig. 4.16  Principe d'imagerie en champ lointain du cône d'émission de l'échantillon.
Dans une conﬁguration 2-f, deux rayons 1 et 2 se propageant dans la même direction
(ψ, φ) sont focalisés au même point F du plan de Fourier.
Aﬁn d'accéder expérimentalement à l'ensemble des processus de diﬀusion dans
le plan (kx, ky), nous avons recours à une technique d'imagerie du cône d'émission
de l'échantillon sur une caméra CCD. Ce cône d'émission, qui est déﬁni par le
couple d'angles (ψ, φ), est schématisé sur la ﬁgure 4.16. La technique d'imagerie
utilisée repose sur un montage optique simple dont le principe est également re-
présenté sur la ﬁgure 4.16. Une lentille de collection fait l'image dans le plan de
Fourier (à la distance focale image f) de l'émission en champ lointain de l'échan-
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tillon. Celle-ci est placée à la distance focale objet f de l'échantillon aﬁn de ﬁltrer
l'image réelle que nous observons en superposition de l'émission en champ loin-
tain. Chaque point du plan de Fourier est alors conjugué à une direction donnée
de la lumière émise par la source ponctuelle qui n'est autre que la tâche de lumi-
nescence de l'échantillon (≃ ∅SpotLaser ≃ 40 µm). Comme le montrent les rayons
1 et 2, un point F du plan de Fourier correspond à l'émission de tous les points
de la source dans la direction (ψ, φ).
La totalité du montage est présentée sur la ﬁgure 4.17. Il consiste à faire
l'image du plan de Fourier à l'entrée du spectromètre auquel est associé une ca-
méra CCD de 1360× 1024 pixels, conçue pour la visualisation de faibles signaux
(CCD sous vide, refroidie par un élément Peltier).
Pour observer le processus de diﬀusion paramétrique "horizontal" dans son en-
semble, nous faisons l'image d'un large cône d'émission tel que ψ > 30◦. Compte
tenu de l'ouverture numérique N.O = sin(ψ) = 0.5 correspondante, il est in-
dispensable d'utiliser des optiques corrigées en aberrations pour bénéﬁcier d'une
bonne précision. Les dimensions du cryostat imposent par ailleurs une distance
de travail minimum de 10 mm pour des optiques dont le diamètre n'excède pas
45 mm. Du fait de ces contraintes, nous excluons les objectifs de microscope de
grande ouverture qui ont une distance de travail très courte. Les lentilles asphé-
riques qui ont donné des images distordues ne sont pas appropriées. Finalement,
un oculaire de télescope a répondu aux diverses contraintes de l'expérience : ce
système de 25 mm de diamètre est composé de quatre lentilles (minimisant les
aberrations) et son ouverture angulaire totale est de 82◦ pour une distance focale
de 16 mm. Placé en position inverse de son utilisation habituelle en astronomie,
l'oculaire fait l'image des rayons parallèles émis suivant les directions (ψ, φ), dans
le plan de Fourier situé à l'intérieur de la monture. Trois lentilles en sortie de
l'oculaire, de focales respectives f1 = 5 cm, f2 = 10 cm et f3 = 5 cm, font ensuite
l'image du plan de Fourier, adaptée à la taille du capteur CCD (8 mm, grandis-
sement total de 0.25).
Grâce à ce dispositif expérimental, nous accédons instantanément à l'information :
- sur l'émission de l'échantillon dans le plan (kx, ky) : image directe du plan
de Fourier lorsque la fente du spectromètre est complètement ouverte et le réseau
placé à l'ordre 0 (i.e. miroir).
- sur la dispersion de l'échantillon (λ, ky) à kx = 0 : projection de l'image
du plan de Fourier sur la fente (verticale) fermée du spectromètre  la portion
de lumière à kx donné qui entre à l'intérieur du spectromètre est dispersée en
fonction de la longueur d'onde par le réseau.
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Fig. 4.17  Schéma du montage expérimental permettant d'imager l'émission de l'échan-
tillon dans le plan (kx, ky).
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4.3.2 Caractérisation de l'émission à faible intensité
Cette partie est consacrée à la caractérisation de l'émission de la microcavité
triple MT1 ou MT2 dans le plan (kx, ky) lorsque le laser continu excite, sous inci-
dence normale (direction cristallographique [001]), le deuxième mode de polariton
en régime de couplage fort, ou le deuxième mode photonique couplé en régime de
couplage faible.
4.3.2.a Exemples typiques d'émission
Sur la ﬁgure 4.18 sont présentés deux exemples typiques d'images. Celles-ci
correspondent à l'émission de l'échantillon MT1 aux désaccords exciton-photon
δ ≃ 0 meV (ﬁgure 4.18(a)) et δ ≪ 0 meV (ﬁgure 4.18(b)), pour une puissance
d'excitation de 4 kW/cm2. (La croix brillante en haut à gauche de la ﬁgure 4.18(b)
est due à une réﬂexion à l'intérieur du spectromètre.)
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Fig. 4.18  Emission dans le plan (kx, ky) de l'échantillon MT1 pour une excitation
résonante du deuxième mode propre. Pexc = 4 kW/cm2. (a) δ ≃ 0 meV. (b) δ ≪ 0 meV.
L'échelle d'intensité est commune aux deux images. L'échelle des vecteurs d'onde kx et
ky équivaut à des angles d'émission compris entre −20◦ et +20◦. L'angle d'émission
correspondant à l'anneau est ψ ≃ 15◦.
L'émission de l'échantillon dans le plan (kx, ky) se fait sur un anneau "iso-
énergétique" mais elle n'est pas isotrope (la tâche centrale correspond au laser
transmis par l'échantillon). Des points brillants se distinguent en eﬀet de l'an-
neau. Ces points de forte intensité sont toujours diamétralement opposés et de
manière générale espacés par des angles réguliers valant 15◦, 45◦ ou 90◦ selon le
cas. La symétrie de révolution est donc brisée.
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Nous verrons dans la suite que le diagramme angulaire particulier de l'émission
est relié au désordre photonique présent dans les miroirs de Bragg. De plus, nous
montrerons que les directions d'émission imposées par ce désordre conduisent à
une sélection de modes pour l'oscillation paramétrique.
4.3.2.b Analyse du régime linéaire : diﬀusion Rayleigh résonante
Aﬁn d'étudier le régime linéaire de l'émission, il est possible de s'aﬀranchir des
non-linéarités apportées par la résonance excitonique en se plaçant à un désaccord
exciton-photon suﬃsamment négatif (δ ≃ −10 meV) et en considérant la réponse
du système à des puissances d'excitation faibles (Pexc = 1 kW/cm2). La ﬁgure
4.19 présente l'émission de l'échantillon MT1 dans ces conditions expérimentales.
On retrouve une émission sous forme d'anneau qui est particulièrement intense
au niveau des axes horizontal et vertical de l'image (i.e. tous les 90◦).
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Fig. 4.19  Emission dans le plan (kx, ky) de l'échantillon MT1, sous excitation ré-
sonante du deuxième mode propre. Angle d'émission ψ ≃ 15◦. δ = −10 meV et
Pexc = 1 kW/cm2.
La diﬀusion élastique des polaritons (ou des photons) sur les défauts internes
de la structure entraîne une redistribution des vecteurs d'onde dans le plan (kx, ky)
(selon φ sur le schéma 4.16). L'émission résonante prend alors la forme d'un an-
neau dans le plan de Fourier. Ce phénomène qui correspond à la diﬀusion Rayleigh
résonante conserve la polarisation et varie linéairement avec la puissance d'exci-
tation.
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De nombreuses études dans les microcavités simples ont porté sur la diﬀusion
Rayleigh résonante [113120]. Elles ont notamment mis en évidence une émission
en anneau lorsque la branche basse de polariton est excitée à un angle d'incidence
d'une dizaine de degrés [114,118120]. Un exemple obtenu dans une microcavité
GaAs par Houdré et al. [118] est présenté sur la ﬁgure 4.20.
Le désordre structurel des puits quantiques fut d'abord invoqué [116118] :
la présence d'impuretés, les ﬂuctuations de composition des alliages (d'autant
plus importantes dans des ternaires comme le InGaAs) ou encore la rugosité aux
interfaces des puits peuvent en eﬀet être à l'origine d'un désordre statique dans
les puits quantiques. Plus tard, le désordre dans les miroirs de Bragg [119,120] fut
également invoqué. Selon les auteurs, des eﬀets de dislocations aux interfaces des
miroirs, induites par le léger désaccord de maille entre les divers alliages, peuvent
être à l'origine du désordre photonique. Typiquement, ce phénomène apparaît
pour des désaccords de maille de l'ordre de 0.2% et des épaisseurs de miroirs de
l'ordre du micromètre [121].
Fig. 4.20  Figure issue de Houdré et al. [118]. Anneau Rayleigh obtenu en champ
lointain dans une microcavité simple GaAs, sous excitation résonante de la branche
basse de polariton.
Aﬁn de caractériser l'émission en anneau de la microcavité triple, l'inten-
sité des modes situés sur l'horizontale de l'anneau est mesurée en fonction de la
puissance d'excitation. A cet eﬀet, deux diaphragmes sélectionnent spatialement
l'émission de l'échantillon qui est ensuite détectée par deux photodiodes à jonc-
tion. Le résultat de la mesure est présenté sur la ﬁgure 4.21 pour un seul des
points brillants de l'horizontale.
L'émission sur l'anneau varie linéairement avec la puissance et sa polarisation
est quasiment identique à la polarisation rectiligne de l'excitation. Il apparaît
néanmoins un très faible degré de polarisation circulaire dans notre système. Une
interprétation en termes d'eﬀet Hall optique de spin dans les microcavités [122]
est donnée dans l'annexe C. La diﬀusion Rayleigh résonante est donc responsable
de l'émission en anneau dans la microcavité triple en l'absence de non-linéarités
(anneau Rayleigh).
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Fig. 4.21  Intensité du point brillant situé sur l'horizontale de la ﬁgure 4.19, en fonction
de la puissance d'excitation. Régression linéaire en pointillés de pente égale à 1.
En conclusion, dans des structures de microcavités semiconductrices, le désordre
à l'origine de la diﬀusion Rayleigh peut être d'origine excitonique dans les puits
quantiques ou d'origine photonique dans les miroirs de Bragg. La diﬀusion Ray-
leigh résonante dans les microcavités se trouve être principalement due au désordre
photonique imposé par la relaxation des contraintes au sein des miroirs de Bragg
[119]. Cependant, la nature exacte de ce désordre reste à discuter.
Dans les expériences sur les microcavités simples auxquelles nous nous réfé-
rons, la conﬁguration d'excitation est nécessairement asymétrique (i.e. excitation
à un angle non nul). Cette asymétrie de l'excitation peut privilégier des directions
de diﬀusion, ce qui est exclu dans notre conﬁguration expérimentale où nous ob-
servons une brisure spontanée de symétrie (cf. anisotropie de l'émission). Nous
verrons ainsi qu'exciter un axe de grande symétrie donne accès à une information
supplémentaire sur la nature du désordre dans les miroirs de Bragg.
4.3.2.c Diagramme angulaire
La répartition suivant des angles très particuliers de l'émission sur l'anneau
Rayleigh suggère que la géométrie du cristal de GaAs impose des directions de
diﬀusion privilégiées.
La ﬁgure 4.22 présente la projection stéréographique du GaAs [123] sur la-
quelle on distingue un grand nombre d'axes de symétrie : les axes principaux du
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cristal [110] et [110] en pointillés sur la ﬁgure ; et des axes secondaires dont les
orientations par rapport aux axes principaux rappellent les angles particuliers
observés sur l'anneau Rayleigh de la ﬁgure 4.18(a) (0◦, 90◦, 45◦, etc).
Fig. 4.22  Projection stéréographique du GaAs [123]. Les pointillés correspondent aux
axes principaux du cristal [110] et [110].
La propagation des défauts dans des structures semiconductrices se fait prin-
cipalement selon ces directions cristallographiques. On en déduit que le désordre
responsable de la diﬀusion Rayleigh dans nos systèmes est relié à la symétrie
cristalline du GaAs. Cependant, ces eﬀets liés à la symétrie du cristal, qui sont
directement visibles pour des dimensions de l'ordre de la maille cristalline, de-
viennent négligeables à l'échelle de la longueur d'onde des photons. Il reste donc
à expliquer pourquoi les photons sont sensibles au désordre induit par la symétrie
du cristal.
Des mesures de diﬀraction par rayons X ont été eﬀectuées sur les deux échan-
tillons MT1 et MT2 par L. Largeau et O. Mauguin, au Laboratoire de Photonique
et Nanostructures (LPN). On obtient de ces mesures une cartographie précise des
échantillons suivant leur axe de croissance. Celle-ci nous renseigne notamment sur
la composition des couches de semiconducteurs, la période de leur empilement,
mais surtout sur leur état de surface. Dans nos échantillons, très peu de disloca-
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tions voire aucune n'ont été mises en évidence. Un autre phénomène prédomine
ici : la mosaïcité des couches [124].
Comme pour la dislocation, la mosaïcité des couches résulte du désaccord de
maille entre le GaAs et le AlAs qui introduit des contraintes dans les miroirs de
Bragg. En raison du grand nombre de couches de semiconducteurs, ces contraintes
s'accumulent et leur relaxation élastique au sein de chacune des couches induit
une modiﬁcation de l'état de surface des couches. Ainsi, la structure ﬁnale n'est
pas parfaitement plane et possède un aspect de mosaïcité (eﬀet de volume).
Une période de mosaïcité, qui peut être diﬀérente suivant les deux directions
du plan, est déﬁnie à partir de la cartographie par rayons X de l'échantillon.
Cette période est naturellement reliée à une longueur de cohérence qui est égale
à la demi-période de la mosaïcité et traduit l'homogénéité de la surface. Dans
nos structures, la mesure montre que la longueur de cohérence est comparable à
la longueur d'onde des photons : elle est de l'ordre de 400 nm suivant les deux
directions du plan dans l'échantillon MT1, tandis que la mesure révèle une aniso-
tropie de la mosaïcité dans l'échantillon MT2. Dans cet échantillon, les longueurs
de corrélations suivant les deux directions du plan sont diﬀérentes et valent 500
et 800 nm.
La mosaïcité des couches, liée à la géométrie sous-jacente du cristal, est donc
la principale source du désordre photonique dans notre système. Cet eﬀet n'est
pas propre à nos échantillons ; il est même courant dans les microcavités de se-
miconducteurs. En revanche, c'est la conﬁguration d'excitation originale de notre
expérience qui a permis de le mettre en évidence au-delà des mesures directes de
diﬀraction par rayons X.
En résumé, les directions du plan (kx, ky) ne sont pas équivalentes au regard
des mécanismes de diﬀusion élastique : l'eﬃcacité accrue de la diﬀusion Rayleigh
suivant les axes de symétrie du cristal le prouve. Nous allons voir dans la partie
4.4.3 que ces mêmes axes constituent des directions privilégiées pour l'oscillation
paramétrique optique.
4.3.3 Forte intensité : oscillation paramétrique optique
Cette partie est consacrée au régime non-linéaire de l'émission dans le plan
(kx, ky), pour une conﬁguration expérimentale identique à celle de la partie pré-
cédente.
4.3.3.a Premier exemple
Sur la ﬁgure 4.23(a) est représentée l'émission en champ lointain de l'échan-
tillon MT1, pour un désaccord exciton-photon nul et une puissance d'excitation
élevée. Nous constatons une forte émission suivant trois directions de l'anneau
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(0◦, 90◦, 150◦) qui, comme nous l'avons démontré précédemment, sont reliées aux
axes de symétrie du cristal. Il apparaît, en particulier, une émission très intense
aux angles opposés φ ≃ −30◦ et φ ≃ 150◦.
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Fig. 4.23  (a) Emission en champ lointain de l'échantillon MT1 pour une forte puis-
sance d'excitation et un désaccord δ = 0 meV. Angle d'émission ψ ≃ 15◦. (b) Intensités
émises par le signal (φ ≃ −30◦) (ronds vides) et le complémentaire (φ ≃ 150◦) (ronds
pleins) en fonction de la puissance de pompe. Seuil d'oscillation paramétrique optique à
8 kW/cm2. La courbe en pointillés correspond à un ﬁt en racine carrée des courbes.
Nous étudions la dépendance en puissance de l'intensité d'émission des modes
situés sur les trois axes de symétrie associés aux angles 0◦, 90◦ et 150◦.
L'intensité d'émission des modes situés sur l'horizontale et la verticale de l'an-
neau, qui varie linéairement avec la puissance de pompe, est caractéristique de la
diﬀusion Rayleigh résonante dans le système.
Le résultat est diﬀérent pour les modes situées aux angles φ ≃ −30◦ et
φ ≃ 150◦ (cf. ﬁgure 4.23(b)). A faible puissance, l'émission des modes est do-
minée par la diﬀusion Rayleigh résonante dans le système. Puis, les émissions
du signal (φ ≃ −30◦) et du complémentaire (φ ≃ 150◦) ont simultanément un
comportement non-linéaire, associé à une rupture de pente de la courbe, à la
puissance seuil de l'oscillation paramétrique P = 8 kW/cm2 (i.e. 100 mW pour
∅spot ≃40 µm). Enﬁn, au-dessus du seuil, les intensités augmentent avec la puis-
sance de pompe.
D'après le ﬁt de la courbe (pointillés), la dépendance en racine carrée de
l'émission au-dessus du seuil d'oscillation paramétrique, qui est attendue par la
théorie [31, 107], n'est pas parfaitement vériﬁée expérimentalement. De plus, le
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seuil déterminé à partir de ce ﬁt (P = 15 kW/cm2) ne correspond pas au seuil
trouvé expérimentalement (P = 8 kW/cm2). Néanmoins, l'émission ne présente
plus de dépendance complexe comme celle observée au seuil pour l'oscillation pa-
ramétrique "verticale" (cf. ﬁgure 4.12). En eﬀet, au désaccord étudié (δ = 0 meV),
les modes sont protégés des diﬀusions multiples vers le réservoir excitonique et
la situation est plus proche des hypothèses faites par la théorie (3 modes couplés).
Dans cet exemple, une seule des directions privilégiées montre une émission
non-linéaire, ce qui nous permet de conclure que le désordre photonique sélec-
tionne les modes pour l'oscillation paramétrique optique.
Par ailleurs, le rapport des intensités du signal et du complémentaire est par-
faitement égal à 1 dans la conﬁguration "horizontale" du processus paramétrique.
Ainsi, cette conﬁguration se révèle être très intéressante pour obtenir des faisceaux
équilibrés en intensité, en sortie de la microcavité triple.
4.3.3.b Deuxième exemple
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Fig. 4.24  (a) Emission en champ lointain de l'échantillon MT2 pour une forte puis-
sance d'excitation et un désaccord δ = −8 meV. Angle d'émission ψ ≃ 15◦. (b) Intensité
émise par le signal (φ = 0◦) en fonction de la puissance de pompe. Seuil d'oscillation
paramétrique optique à 2 kW/cm2. La courbe en pointillés correspond à un ﬁt en racine
carrée de la courbe.
La ﬁgure 4.24(a) présente l'émission en champ lointain de l'échantillon MT2,
pour un désaccord δ ≃ −8 meV et une puissance d'excitation élevée. On reconnaît
l'émission en anneau due à la diﬀusion Rayleigh résonante dans le système ainsi
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qu'une émission intense suivant les deux directions cristallographiques principales
du cristal (cf. les 4 points brillants).
La variation de l'intensité d'un des quatre points brillants de l'anneau est
présentée sur la ﬁgure 4.24(b) en fonction de la puissance de pompe. L'intensité
augmente linéairement avec la puissance jusqu'à l'apparition d'un seuil d'oscil-
lation paramétrique à 2 kW/cm2 (i.e. 25 mW pour ∅spot ≃40 µm). On retrouve
le même comportement que précédemment : la diﬀusion Rayleigh résonante est
importante pour des puissances d'excitation faibles et devient négligeable devant
l'émission caractéristique de l'oscillation paramétrique au-delà du seuil.
La dépendance en racine carrée de l'émission au-dessus du seuil d'oscillation
paramétrique est très claire sur cet exemple. Pour une situation où l'on s'af-
franchit entièrement du couplage avec le réservoir excitonique, la dépendance en
puissance de l'émission dans le régime d'oscillation paramétrique correspond donc
très bien aux prédictions théoriques [31, 107]. Nous retrouvons de plus un seuil
d'oscillation paramétrique optique plus faible dans le deuxième échantillon que
dans le premier de moindre ﬁnesse.
L'intensité d'émission des trois autres points obéissent à la même dépendance
en puissance. L'oscillation paramétrique, qui est obtenue dans les deux directions
privilégiées de l'émission, est donc multimode.
En conclusion, il existe dans la conﬁguration "horizontale" du processus pa-
ramétrique des directions privilégiées, reliées à la symétrie du cristal, pour l'os-
cillation paramétrique optique. Dans le régime d'oscillation paramétrique, un ou
plusieurs couples signal-complémentaire sont sélectionnés (en fonction du désac-
cord) de manière implicite par le désordre photonique du système, conduisant
ainsi à une oscillation paramétrique monomode ou multimode.
4.4 Perspectives
Parmi l'ensemble des résultats que nous avons présentés sur l'oscillation pa-
ramétrique optique "verticale" et "horizontale" dans les microcavités triples, les
puissances de seuil obtenues sont particulièrement basses. Elles sont en eﬀet tou-
jours comprises entre 15 mW (i.e. 1.2 kW/cm2) et 100 mW (i.e. 8 kW/cm2). A
titre de comparaison, la puissance de pompe au seuil d'oscillation d'un OPO
simplement résonant basé sur un cristal de GaAs recouvert de deux miroirs
R ∼ 99%, présentant une forte non-linéarité en χ(2), est de l'ordre de la dizaine
de MW/cm2 [110]. Lorsque le même OPO est doublement résonant, la puissance
de seuil diminue mais reste de l'ordre de la centaine de kW/cm2.
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Fig. 4.25  (a) Schéma du micro-OPO avec une injection électrique de l'une des trois
cavités. Les deux cavités supérieures sont fortement couplées par l'intermédiaire du mi-
roir du couplage 1. Elles sont pompées par la cavité inférieure, faiblement couplées aux
autres par l'intermédiaire du miroir du couplage 2 de plus grande épaisseur. Cette cavité
de pompe est injectée électriquement de façon similaire aux VCSEL. (b) Haut : struc-
ture diélectrique du micro-OPO injecté électriquement (air à gauche). Bas : Réﬂectivité
calculée par la méthode numérique des matrices de transfert (champ incident à gauche).
Les modes signal et complémentaire (à 0◦) sont issus du couplage optique fort entre les
deux cavités supérieures et le mode de pompe de la cavité de pompe.
Ce résultat constitue une des caractéristiques essentielles de ces microcavités
triples que nous avons qualiﬁées de micro-OPO. L'autre originalité de ces struc-
tures est leur fonctionnement sous excitation continue, à incidence normale. On
peut dans ce contexte envisager une injection électrique des microcavités triples à
la place du pompage optique externe, conduisant ainsi à une miniaturisation com-
plète des micro-OPO. En ce sens, nous proposons les trois approches suivantes :
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- L'injection par un VCSEL externe (résonant avec le mode de pompe du
micro-OPO) attaché à la microcavité triple par des techniques de "wafer-bonding"
[125].
- L'injection par un VCSEL intégré sous forme de quatrième cavité. Cette
approche qui repose sur la croissance simultanée du VCSEL avec la microcavité
triple présente néanmoins des risques. En eﬀet, la probabilité de casser la struc-
ture monolithique ﬁnale devient élevée pour des épaisseurs supérieures à 10 µm.
- L'injection électrique de l'une des trois cavités (par exemple, celle en contact
avec le substrat) [126]. La ﬁgure 4.25 présente un schéma pour l'injection élec-
trique du micro-OPO : le nombre de paires de couches du premier miroir de
couplage doit être augmenté aﬁn d'obtenir un couplage optique faible entre la
cavité de pompe et les deux autres cavités ; inversement, un couplage optique fort
imposé par l'épaisseur du deuxième miroir de couplage est toujours présent entre
les deux dernières cavités pour fournir au système les modes signal et complé-
mentaire.
4.5 Conclusion
Dans ce chapitre, nous avons présenté les travaux originaux que nous avons
réalisés sur l'oscillation paramétrique optique dans des microcavités triples de se-
miconducteurs. Deux conﬁgurations de processus paramétrique interbranches ont
été examinées grâce à des techniques diﬀérentes : une conﬁguration non dégénérée
"verticale", où les faisceaux pompe, signal et complémentaire sont perpendicu-
laires à la surface de l'échantillon, par spectroscopie résolue en angle ; une seconde
conﬁguration dégénérée "horizontale", où les faisceaux signal et complémentaire
sont émis à des angles opposés, par imagerie de l'émission en champ lointain.
Contrairement aux microcavités simples planaires (chapitre 1) ou gravées en
ﬁls photoniques (chapitre 2), nous avons mis en évidence une oscillation para-
métrique optique dans les microcavités triples aussi bien en régime de couplage
fort qu'en régime de couplage faible. L'observation de l'oscillation paramétrique
optique en régime de couplage faible est un résultat majeur de ce travail de thèse.
En eﬀet, la température de fonctionnement de la structure n'est alors plus intrin-
sèquement limitée. En ce sens, nous avons obtenu une oscillation paramétrique
optique robuste au-delà des températures de l'azote liquide avec des échantillons
optimisés seulement pour de très basses températures.
Les faibles seuils OPO que nous avons observés ainsi que la conﬁguration expé-
rimentale d'excitation utilisée (excitation continue, à incidence normale) ouvrent
également la voie à l'injection électrique des microcavités triples.
Dans la conﬁguration verticale de l'oscillation paramétrique, nous avons vu
que les faisceaux signal et complémentaire sont émis au même angle d'émission,
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faisant du micro-OPO une structure bien adaptée pour le couplage de la lumière à
une ﬁbre optique. Nous n'avons cependant pas observé un parfait équilibre d'in-
tensités entre ces deux faisceaux. Par une analyse au cas par cas des mesures,
nous avons montré que la nature particulière du régime OPO (intracavité, non
triplement résonant), l'absorption du complémentaire par le continuum des puits
quantiques ou encore les diﬀusions multiples du complémentaire étaient à l'ori-
gine de ce déséquilibre.
Une solution à ce problème particulier est donnée dans la conﬁguration ho-
rizontale de l'oscillation paramétrique. Nous avons en eﬀet mis en évidence un
équilibre parfait entre les faisceaux signal et complémentaire, les modes associés
étant intrinsèquement identiques. A partir de la caractérisation précise de l'émis-
sion de l'échantillon dans le plan (kx, ky), nous avons montré que des directions
privilégiées d'émission, reliées à la symétrie cristalline du GaAs, entraînait une
sélection des modes signal et complémentaire dans le régime d'oscillation para-
métrique. En régime linéaire, l'émission est dominée par la diﬀusion Rayleigh
résonante causée par le désordre photonique au sein des miroirs de Bragg.
Dans le prochain chapitre, nous exploiterons les deux propriétés essentielles
du processus paramétrique "horizontal", à savoir l'équilibre parfait des intensités
des faisceaux signal et complémentaire ainsi que leur bonne séparation spatiale
(émission à des angles opposés sur le cône d'émission correspondant à ψ ≃ 15◦),
aﬁn de mettre en évidence des corrélations quantiques entre les faisceaux a priori
jumeaux. Nous verrons en eﬀet que la technique employée, basée sur des mesures
de bruit quantique, est optimale lorsque ces conditions sont réunies.
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Chapitre 5
Génération de photons jumeaux
dans la microcavité triple
De nombreuses applications en optique quantique comme la cryptographie
quantique [6, 74], la téléportation [75, 76] et le stockage d'information [77] re-
quièrent des sources monolithiques intégrées pouvant générer des impulsions de
photons uniques [127, 128] ou de photons jumeaux, i.e. corrélés quantiquement
[129]. En cryptographie quantique, ce type de sources garantit une distribution
sécurisée des clés. Il est alors impossible qu'un espion collecte une information
sans induire une modiﬁcation de l'état quantique de la lumière et par conséquent
sans être repéré [6]. Des systèmes de boîtes quantiques de semiconducteurs dont
l'émission est peu intense peuvent par exemple être utilisés pour la réalisation de
ces sources intégrées de photons uniques ou jumeaux. Notons également que des
travaux récents de Lanco et al. ont mis en évidence la génération de photons ju-
meaux au sein d'un guide d'onde de semiconducteurs [10]. Les protocoles de cryp-
tographie adaptés à ces sources dans le régime de comptage de photons reposent
sur la manipulation d'états binaires faisant intervenir par exemple la polarisa-
tion du champ. Alternativement, des protocoles de cryptographie s'appuyant sur
des variables continues [76,130] exploitent les ﬂuctuations quantiques des champs
émis pour coder l'information. Ceux-ci permettent d'exploiter des faisceaux lu-
mineux intenses, plus faciles à détecter que des photons uniques. En ce sens, il a
été démontré que des oscillateurs paramétriques optiques traditionnels peuvent
générer des faisceaux jumeaux signal et complémentaire avec des corrélations
quantiques supérieures à 90% au-dessus du seuil OPO [17,18]. Dans la pratique,
la nature quantique des corrélations est démontrée par la mesure du bruit de la
diﬀérence des intensités signal-complémentaire. Lorsque ce bruit devient inférieur
à la limite quantique standard (ou "shot noise"), il n'est plus possible de décrire
les champs impliqués que quantiquement. Dans le cas contraire, il peut subsister
des corrélations classiques, mais celles-ci ne satisfont plus aux conditions requises
pour, par exemple, garantir la sécurité en matière de cryptographie. Néanmoins,
même si les OPO traditionnels produisent d'intenses faisceaux lumineux forte-
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ment corrélés, ces systèmes demeurent encombrants et complexes à utiliser, ce
qui interdit les applications à grande échelle. Le développement d'oscillateurs pa-
ramétriques optiques intégrés, à base de structures semiconductrices s'avère être,
dans ce contexte, un enjeu essentiel.
Les microcavités de semiconducteurs constituées d'un milieu non-linéaire (i.e.
puits quantiques) inséré dans une cavité optique, sont, par analogie aux OPO
traditionnels, de bons candidats pour générer des faisceaux jumeaux. L'observa-
tion d'un régime d'oscillation paramétrique optique par Savvidis et al. dans les
microcavités simples [28] a ouvert la voie à des travaux visant à mettre en évi-
dence des corrélations entre les faisceaux signal et complémentaire émis. Ainsi,
des eﬀets quantiques tels que la compression de l'une des quadratures du champ
("squeezing" en anglais) ont été mis en évidence par Karr et al. pour une conﬁ-
guration entièrement dégénérée en bas de branche de polariton [131]. Une étude
théorique a également montré que le processus paramétrique à l'angle magique
conduit à l'émission de paires de photons corrélés [107]. Néanmoins, en régime de
variables continues, le déséquilibre d'intensité entre les faisceaux signal et complé-
mentaire est un facteur limitant à l'observation de corrélations quantiques dans
cette conﬁguration d'excitation. En réponse à ce problème, Romanelli et al. ont
mis en place une conﬁguration d'excitation symétrique d'une microcavité simple
par l'intermédiaire de deux faisceaux pompe de vecteurs d'onde planaires oppo-
sés [132,133]. Le signal et le complémentaire sont alors dégénérés en énergie et de
vecteurs d'onde opposés, ce qui autorise une mesure des corrélations d'intensité
pour des faisceaux d'égale intensité. Cependant, si de fortes corrélations ont été
mises en évidence dans ces expériences, celles-ci demeurent classiques.
L'oscillation paramétrique "horizontale" dans la microcavité triple présentée
au chapitre 4 répond également au problème de l'asymétrie entre le signal et le
complémentaire : les intensités des deux faisceaux sont en eﬀet parfaitement équi-
librées dans cette conﬁguration du processus paramétrique. Elle présente de plus
l'avantage de ne faire appel qu'à un unique faisceau pompe à incidence normale,
ce qui simpliﬁe les conditions expérimentales, diminue a priori les sources de bruit
dans le système et permet d'envisager une injection électrique de la structure. Une
collaboration avec le Laboratoire Kastler Brossel (LKB), pendant laquelle nous
avons bénéﬁcié du savoir-faire théorique et technique essentiel de C. Leyder, A.
Bramati, J. -Ph. Karr et E. Giacobino sur les mesures de corrélations d'intensité
en variables continues, a conduit à la mise en évidence de corrélations quantiques
entre les faisceaux signal et complémentaire émis par le micro-OPO [134].
Nous consacrons ce chapitre aux résultats expérimentaux des mesures de bruit
quantique obtenus au Laboratoire Pierre Aigrain (LPA) en collaboration avec C.
Leyder. Dans le paragraphe 5.1, nous commençons par rappeler quelques pro-
priétés du bruit quantique du champ électromagnétique, notamment les notions
de limite quantique standard et d'états comprimés du champ électromagnétique.
Dans le paragraphe 5.2, nous présentons en tant qu'introduction aux mesures de
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corrélations d'intensité entre les faisceaux signal et complémentaire, une synthèse
de la théorie des corrélations d'intensité entre deux faisceaux lumineux [37, 135].
Nous passons ensuite, dans le paragraphe 5.3, à la description du montage expéri-
mental et nous donnons un exemple de la calibration du bruit quantique standard
dans le système. Dans le paragraphe 5.4, nous présentons le résultat majeur de ce
chapitre, à savoir une réduction du bruit quantique en-dessous de la limite quan-
tique standard de 7%, qui constitue une signature de la génération de photons
jumeaux dans le micro-OPO, corrélés quantiquement. Nous proposons enﬁn, dans
le paragraphe 5.5, des solutions possibles quant à l'amélioration de ce résultat.
5.1 Généralités sur le bruit quantique du champ
électromagnétique
Dans ce paragraphe consacré au bruit quantique du champ électromagnétique,
nous rappelons d'abord la déﬁnition du champ quantique et nous montrons no-
tamment que le principe d'incertitude d'Heisenberg conduit à des ﬂuctuations
intrinsèques dans les mesures du champ (Partie 5.1.1). Nous discutons ensuite
de la limite quantique standard qui constitue la limite fondamentale à ces ﬂuc-
tuations (Partie 5.1.2) avant d'introduire la notion d'états comprimés, états du
champ électromagnétique qui présentent des ﬂuctuations inférieures à la limite
quantique standard (Partie 5.1.3).
5.1.1 Champ électromagnétique monomode
Classique
φ
M
E1
E2
E0
0
Fig. 5.1  Représentation de Fresnel d'un champ monomode classique parfaitement
déterminé.
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En optique classique, un champ électrique monomode de fréquence, de direc-
tion, de propagation et de polarisation ﬁxées, s'écrit en un point de l'espace :
E(t) = E0 cos(ωt+ φ) = Re
(
E0e
i(ωt+φ)
)
= E1 cos(ωt) + E2 sin(ωt) (5.1)
On représente ce champ dans le plan de Fresnel, par un point M dont les coor-
données polaires sont l'amplitude E0 et la phase φ du champ (cf. ﬁgure 5.1). Les
amplitudes des deux quadratures du champ, E1 et E2, correspondent aux coor-
données cartésiennes du point M dans ce plan. L'état du champ est entièrement
déterminé par la donnée de ces coordonnées.
Quantique
En optique quantique, le champ électromagnétique est quantiﬁé [136]. Les
variables E1 et E2 sont remplacées par des opérateurs hermitiens, notés Eˆ1 et
Eˆ2, agissant sur l'espace des états du champ. Ces opérateurs de quadrature du
champ s'écrivent en fonction des opérateurs d'annihilation (aˆ) et de création (aˆ†)
d'un photon dans le mode du champ de fréquence ω :
Eˆ1 = E0(aˆ+ aˆ†)
Eˆ2 = −iE0(aˆ− aˆ†)
(5.2)
et l'opérateur champ électrique est donné par :
Eˆ(t) = Eˆ1 cos(ωt) + Eˆ2 sin(ωt) (5.3)
La constante de normalisation E0 =
√
~ω
2ǫ0V
, où ǫ0 est la constante diélectrique du
vide et V le volume de quantiﬁcation, représente le champ électrique associé à un
photon dans le volume V .
Les quadratures du champ électromagnétique forment un couple d'opérateurs
conjugués, et la relation de commutation des bosons [aˆ, aˆ†] = 1 implique la relation
de commutation des opérateurs de quadrature :[
Eˆ1, Eˆ2
]
= 2iE20 (5.4)
Les opérateurs Eˆ1 et Eˆ2 ne commutent pas et n'ont donc pas d'états propres com-
muns. Il n'existe pas d'état du rayonnement tel que les deux quadratures soient
simultanément mesurées avec une précision absolue. Les mesures de Eˆ1 et Eˆ2
présentent des dispersions autour des valeurs moyennes 〈Eˆ1〉 et 〈Eˆ2〉. Ces écarts
déﬁnissent les ﬂuctuations quantiques du champ, caractérisées par les variances
∆Eˆ21 = 〈Eˆ21〉 − 〈Eˆ1〉2 et ∆Eˆ22 = 〈Eˆ22〉 − 〈Eˆ2〉2.
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De même que la relation d'Heisenberg ∆xˆ∆pˆ ≥ ~
2
pour les opérateurs position
xˆ et impulsion pˆ d'un oscillateur harmonique, on déduit l'inégalité d'Heisenberg
pour les deux opérateurs de quadrature :
∆Eˆ1∆Eˆ2 ≥ E20 (5.5)
L'état quantique du champ ne peut pas être représenté par un point dans le plan
de Fresnel. Comme le montre la ﬁgure 5.2, il faut considérer autour du point M,
dont les coordonnées sont les valeurs moyennes des mesures de Eˆ1 et Eˆ2, une
surface d'extension ﬁnie dont les dimensions transverses sont données pas les dis-
persions ∆Eˆ1 et ∆Eˆ2.
∆E0
0
φ
〈E1〉
M
E0
〈E2〉 ∆E2
∆E1
∆φ
Fig. 5.2  Représentation de Fresnel d'un champ monomode quantique. La surface à
l'extrémité du vecteur de Fresnel, d'aire minimale E20 , représente l'incertitude due aux
ﬂuctuations quantiques du champ.
Dans le cas de champs intenses de valeurs moyennes grandes devant les ﬂuc-
tuations, ce qui est le cas pour nous, on peut linéariser le système et exprimer le
champ comme la somme d'un champ moyen et de ses ﬂuctuations : E = 〈E〉+δE.
On montre alors les inégalités amplitude-phase et intensité-phase écrites pour les
valeurs moyennes [137] :
∆E0∆φ ≥ E
2
0
〈E0〉 , ∆I∆φ ≥ 2E
2
0 (5.6)
avec I = E20 = E21 + E22 l'intensité du champ et ∆I la variance en intensité telle
que :
∆I2 = 4〈I〉∆E20 (5.7)
Dans le plan de Fresnel, les ﬂuctuations d'intensité correspondent aux ﬂuctua-
tions dans l'axe du champ et les ﬂuctuations de la phase à celles dans la direction
orthogonale au champ (cf. ﬁgure 5.2).
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5.1.2 Limite quantique standard
Par la suite, nous appellerons "états classiques", des états de la lumière tels
que ∆Eˆ1 = ∆Eˆ2, signiﬁant que les deux variables conjuguées E1 et E2 sont de
même nature physique et que l'une des quadratures n'est pas privilégiée par rap-
port à l'autre. La relation d'Heisenberg (5.5) devient alors ∆Eˆ1 = ∆Eˆ2 ≥ E0 et
la surface représentant les ﬂuctuations dans le plan de Fresnel prend la forme
d'un disque de diamètre minimal E0. Remarquons que l'on sort de ce cadre si une
source de bruit supplémentaire est ajoutée sur l'une des quadratures.
Dans le cas particulier de l'état du vide, état fondamental du champ pour
lequel la valeur moyenne du champ est nulle, les ﬂuctuations prennent la valeur
minimale autorisée par l'inégalité d'Heisenberg. On en déduit pour le vide :
∆Eˆv1 = ∆Eˆ
v
2 = E0 (5.8)
La constante E0 représente ainsi l'amplitude des ﬂuctuations du vide, source de
bruit quantique dans les mesures. En d'autres termes, E0 est une référence natu-
relle pour le bruit, appelée limite quantique standard. Une représentation de l'état
du vide dans le plan de Fresnel est donnée sur la ﬁgure 5.3(a).
E0
0
(a) Etat du vide
0
φ
〈E1〉
M
E0
〈E2〉
(b) Etat cohérent
E0
Fig. 5.3  Représentation de Fresnel (a) de l'état du vide et (b) d'un état cohérent. Dans
les deux cas, la surface associée aux ﬂuctuations quantiques du champ est un disque de
diamètre E0.
L'état du vide est un cas particulier d'état cohérent |α〉 qui est déﬁni comme
un état propre de l'opérateur d'annihilation tel que a|α〉 = α|α〉. Pour ces états co-
hérents ou "états quasi-classiques", le champ est non nul en valeur moyenne et les
dispersions des quadratures du champ vériﬁent la relation ∆Eˆcoh1 = ∆Eˆcoh2 = E0
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(cf. ﬁgure 5.3(b)). Les quadratures du champ d'un état cohérent peuvent donc
être mesurées avec la meilleure précision autorisée par la mécanique quantique.
Les lasers fonctionnant très au-dessus du seuil produisent des états cohérents.
Les ﬂuctuations quantiques des quadratures de ce type de champs lasers sont donc
égales à la limite quantique standard E0. Nous montrerons dans le paragraphe 5.3
comment déterminer expérimentalement cette limite quantique standard à l'aide
du laser Ti:Sa.
Dans la pratique, nous accédons au bruit de photons associé aux ﬂuctuations
quantiques du champ. Le bruit de photon standard ou bruit quantique standard,
appelé aussi shot noise en anglais, est caractérisé par la variance en intensité d'un
champ cohérent ∆Icoh. D'après la relation (5.7), celle-ci vériﬁe, dans le traitement
linéaire des ﬂuctuations, l'expression :
(∆Icoh)2 = 4〈Icoh〉E20 (5.9)
5.1.3 États comprimés
Les états "quasi-classiques" ne sont pas les seuls états minimaux possibles.
Il existe des états non classiques du champ, dits états "comprimés" ("squeezed
states" en anglais), pour lesquels une quadrature a des ﬂuctuations inférieures
à la limite quantique standard. Rien en optique quantique n'interdit en eﬀet de
briser la symétrie entre les deux quadratures du champ à condition que l'inégalité
d'Heisenberg (5.5) soit toujours respectée. Dans ce cas, la quadrature conjuguée
doit simultanément dépasser la limite quantique standard pour que le produit des
dispersions des quadratures reste au moins égal à E20 . Par exemple,
∆Eˆcomp1 < E0 , ∆Eˆcomp2 > E0 (5.10)
On parle alors de réduction de bruit dans la mesure de l'une des deux variables
et d'excès de bruit dans la mesure de la seconde.
De tels états comprimés peuvent être schématisés dans le plan de Fresnel sous
la forme d'une ellipse. La réduction de bruit se fait selon le petit axe de cette
ellipse tandis que l'excès de bruit se fait selon le grand axe. Sur la ﬁgure 5.4 sont
donnés deux exemples d'états comprimés en intensité et en phase.
Pour produire ces états comprimés, il faut faire appel à des processus d'op-
tique non-linéaire généralement d'ordre 2 (ampliﬁcation paramétrique) ou d'ordre
3 (eﬀet Kerr, mélange à quatre ondes). La première démonstration expérimentale,
avec 7% de réduction du bruit en-dessous de la limite quantique standard, a été
obtenue en utilisant le principe de mélange à 4 ondes dans une vapeur de So-
dium [138]. Les records de compression des ﬂuctuations dans un mode du champ,
d'environ 90%, ont été observés dans un OPO [139,140].
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(a) Etat comprimé en intensité
0
φ
〈E1〉
〈E2〉
E0
0
φ
〈E1〉
〈E2〉
E0
(b) Etat comprimé en phase
Fig. 5.4  Représentation de Fresnel d'un état comprimé (a) en intensité et (b) en
phase. État cohérent en pointillés.
5.2 Corrélations entre deux faisceaux lumineux
Dans ce paragraphe, nous passons à une description plus réaliste du champ
électromagnétique en considérant des faisceaux lumineux caractérisés par un opé-
rateur enveloppe (Partie 5.2.1). Nous introduisons les déﬁnitions du spectre de
bruit et du spectre de corrélation (Partie 5.2.2) pour ensuite discuter du principe
des mesures de corrélation d'intensité entre deux faisceaux (Partie 5.2.3). Nous
ﬁnissons cette présentation des diverses situations expérimentales que nous ren-
contrerons concrètement par la suite en donnant la condition d'observation de
corrélations quantiques entre deux faisceaux lumineux.
5.2.1 Opérateur enveloppe
Les faisceaux intenses utilisés dans notre système (le faisceau laser par exemple)
ne peuvent pas être associés à un champ électromagnétique monomode. Le champ
est décrit de manière plus réaliste par un opérateur enveloppe Aˆ(t) qui tient
compte du champ moyen à la fréquence ω0 et de ses ﬂuctuations dans une bande
de fréquence ∆ω ≪ ω0. On montre que les quadratures du champ s'écrivent de
la même façon que dans le cas monomode [136] (cf. relations (5.2) et (5.3)) :
Eˆ1(t) = E0
[
Aˆ(t) + Aˆ†(t)
]
, E0 =
√
~ω0
2ǫ0V
(5.11)
L'opérateur intensité du champ est donné par Iˆ(t) = Aˆ†(t)Aˆ(t). La valeur
moyenne du champ étant grande devant les ﬂuctuations pour des faisceaux in-
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tenses, les ﬂuctuations temporelles linéarisées de l'opérateur intensité δIˆ(t) s'écrivent :
δIˆ(t) = Iˆ(t)− 〈Iˆ(t)〉
=
(
〈Aˆ†〉+ δAˆ†
)(
〈Aˆ〉+ δAˆ
)
− 〈Aˆ†〉〈Aˆ〉 ≃ 〈Aˆ†〉δAˆ+ 〈Aˆ〉δAˆ† (5.12)
Dans le cas où 〈Aˆ〉 est réel,
δIˆ = 〈Aˆ〉
(
δAˆ+ δAˆ†
)
=
〈Aˆ〉
E0 δEˆ1 =
√
I
E0 δEˆ1 (5.13)
Les ﬂuctuations d'intensité du champ sont donc directement proportionnelles à
celles de la quadrature du champ Eˆ1. Soulignons que cette quadrature correspond
à la quadrature d'amplitude dans le cas de champs intenses. Nous la noterons Eˆ
par la suite.
5.2.2 Spectre de bruit et spectre de corrélation
Les ﬂuctuations des quadratures du champ sont caractérisées par une densité
spectrale de bruit (ou spectre de bruit), quantité que l'on mesure en pratique avec
un analyseur de spectre autour d'une fréquence d'analyse Ω.
On introduit de manière générale la fonction de corrélation de deux opérateurs
Oˆ1(t) et Oˆ2(t) entre les instants t et t′ déﬁnie par :
C12(t, t
′) = 〈Oˆ1(t)Oˆ2(t′)〉 − 〈Oˆ1(t)〉〈Oˆ2(t′)〉 = 〈δOˆ1(t)δOˆ2(t′)〉 (5.14)
Pour un processus stationnaire, C12(t, t′) dépend uniquement de l'intervalle de
temps τ = t− t′, soit C12(t, t′) = C12(t− t′) = C12(τ).
Le spectre de corrélation, déﬁni comme la transformée de Fourier de la fonction
de corrélation, s'écrit alors :
S12(Ω) =
∫
dτC12(τ)e
iΩτ (5.15)
De plus, le spectre de corrélation est relié aux transformées de Fourier δOˆ1,2(Ω) des
ﬂuctuations δOˆ1,2(t) par une relation analogue au théorème de Wiener-Kinchine
[137] :
〈δOˆ1(Ω)δOˆ2(Ω′)〉 = 2πδ(Ω + Ω′)S12(Ω) (5.16)
On appelle enﬁn la fonction de corrélation normalisée :
C12(Ω) =
S12(Ω)√
S1(Ω)S2(Ω)
(5.17)
où S1(Ω) et S2(Ω) sont respectivement les spectres de bruit de Oˆ1(t) et Oˆ2(t), i.e.
les transformées de Fourier de C11(t, t′) et C22(t, t′).
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5.2.3 Mesures de corrélations entre deux faisceaux
Nous appliquons les déﬁnitions précédentes au cas de deux faisceaux intenses,
caractérisés par les opérateurs enveloppes Aˆ(t) et Bˆ(t), dont on souhaite mesurer
les corrélations.
Fonction de corrélation
La fonction de corrélation normalisée qui décrit les corrélations entre la qua-
drature d'amplitude EˆA du champ A et la quadrature d'amplitude EˆB du champ
B, à une fréquence d'analyse Ω, a pour expression :
CAB(Ω) =
SAB(Ω)√
SA(Ω)SB(Ω)
(5.18)
où SAB(Ω) est le spectre de corrélation entre EˆA et EˆB, et SA(Ω) et SB(Ω) sont
respectivement les spectres de bruit de EˆA et EˆB. On a d'après la relation (5.16) :
〈δEˆA(Ω)δEˆB(Ω′)〉 = 2πδ(Ω + Ω′)SAB(Ω)
〈δEˆA(Ω)δEˆA(Ω′)〉 = 2πδ(Ω + Ω′)SA(Ω)
〈δEˆB(Ω)δEˆB(Ω′)〉 = 2πδ(Ω + Ω′)SB(Ω)
(5.19)
Cependant, du point de vue de l'expérience, nous ne mesurons pas directement
l'amplitude du champ mais l'intensité du champ. Il est donc plus approprié de
considérer les corrélations d'intensité entre les deux faisceaux A et B.
Bruit d'intensité d'un faisceau
Dans un premier temps, nous introduisons la fonction d'autocorrélation de
Iˆ(Ω) qui s'écrit d'après la relation (5.13) :
〈δI2〉 = 〈δIˆ(Ω)δIˆ(Ω′)〉 = IE20
〈δEˆ(Ω)δEˆ(Ω′)〉 = IE20
〈δE2〉 (5.20)
Cette fonction correspond au bruit d'intensité d'un faisceau unique. En appli-
quant le théorème de Wiener-Kinchine, il vient la relation entre le spectre de
bruit de l'intensité SI(Ω) et le spectre de bruit normalisé de l'amplitude S(Ω) =
SE(Ω)/E20 :
SI(Ω) = IS(Ω) (5.21)
Dans la pratique, nous mesurons le spectre de bruit de l'intensité d'un faisceau,
proportionnel au spectre de bruit de l'amplitude, en associant une photodiode à
un analyseur de spectre.
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Corrélations d'intensité entre deux faisceaux
D'après les travaux de Reynaud et al. sur les faisceaux jumeaux émis dans
les OPO [141] et ce que nous allons voir par la suite, les corrélations d'intensité
entre les faisceaux signal (A) et complémentaire (B) sont mises en évidence par
la mesure du spectre de bruit SI− de la diﬀérence des intensités I− = IA − IB
quand celles-ci sont équilibrées.
L'oscillation paramétrique "horizontale" présentée au chapitre 4 remplit ces
conditions. La conﬁguration expérimentale que nous décrirons en détail dans le
paragraphe 5.3 est schématisée sur la ﬁgure 5.5.
soustracteur
µ-OPO
B
A Analyseur
spectre
de
Photodiode 1
Photodiode 2
+/
sommateur/
Fig. 5.5  Schéma de principe de la mesure des corrélations d'intensité entre les fais-
ceaux signal A et complémentaire B émis par le micro-OPO. Les spectres de bruit de
la somme et de la diﬀérence des intensités sont mesurés en associant 2 photodiodes, un
sommateur/soustracteur et un analyseur de spectre.
En eﬀet, le bruit de la somme et de la diﬀérence des intensités à la fréquence Ω
s'écrivent :
〈(δIˆ±)2〉 = 〈[δ(IˆA ± IˆB)]2〉 = 〈δIˆ2A〉+ 〈δIˆ2B〉 ± 2〈δIˆAδIˆB〉 (5.22)
D'après la relation (5.13), on réécrit :
〈(δIˆ±)2〉 = IAE20
〈δEˆ2A〉+
IB
E20
〈δEˆ2B〉 ± 2
√
IAIB
E20
〈δEˆAδEˆB〉 (5.23)
En utilisant la relation (5.21), on obtient :
SI±(Ω) = IASA(Ω) + IBSB(Ω)± 2
√
IAIBSAB(Ω) (5.24)
Finalement, pour des faisceaux d'égale intensité et de même spectre de bruit,
SI±(Ω) = 2IASA(Ω) (1± CAB(Ω)) (5.25)
avec CAB(Ω) la fonction de corrélation normalisée déﬁnie par la relation (5.18).
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Par conséquent, les spectres de bruit de la diﬀérence et de la somme des
intensités de deux faisceaux corrélés (CAB(Ω) 6= 0) ne sont pas identiques. De
surcroît, on obtient un bruit nul sur la diﬀérence des intensités lorsque les deux
faisceaux sont parfaitement corrélés (CAB(Ω) = 1).
Comparaison avec le bruit quantique standard
Dans une expérience de mesure des corrélations d'intensité entre deux fais-
ceaux, on compare la mesure de SI−(Ω) avec celle du spectre du bruit quantique
standard. On accède à cette quantité par une mesure analogue à celle schémati-
sée sur la ﬁgure 5.5 pour des faisceaux A et B produits en séparant en deux un
faisceau cohérent (un faisceau laser) sur une lame semi-réﬂéchissante (cf. ﬁgure
5.6).
Voie 1
lame semi-
A
B
Analyseur
spectre
de+/
Ph 2
Ph 1
"Vide"
Voie 2
Itot"Laser"
réﬂéchissante
Fig. 5.6  Schéma de principe de la mesure du bruit quantique standard. Un faisceau
laser d'intensité Itot, entrant par la voie 1 d'une lame semi-réﬂéchissante, est séparé en
deux faisceaux équilibrés A et B. Aucun faisceau n'entre par la voie 2. Les spectres de
bruit de la somme et de la diﬀérence des intensités des faisceaux A et B sont mesurés
en associant 2 photodiodes, un sommateur/soustracteur et un analyseur de spectre.
Soient Eˆ1 = E0(Aˆ1+Aˆ†1), Eˆ2 = E0(Aˆ2+Aˆ†2) les amplitudes des champs entrants,
et EˆA = E0(Aˆ+Aˆ†), EˆB = E0(Bˆ+Bˆ†) les amplitudes des champs sortants. L'action
de la lame semi-réﬂéchissante sur les champs entrants se traduit par les relations :
EˆA =
1√
2
(Eˆ1 + Eˆ2)
EˆB =
1√
2
(Eˆ1 − Eˆ2)
(5.26)
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La somme et la diﬀérence des intensités mesurées par les photodiodes s'écrivent
alors :
Iˆ+ = IˆA + IˆB = Aˆ
†Aˆ+ Bˆ†Bˆ = Aˆ†1Aˆ1 + Aˆ
†
2Aˆ2
Iˆ− = IˆA − IˆB = Aˆ†Aˆ− Bˆ†Bˆ = Aˆ†1Aˆ2 + Aˆ†2Aˆ1
(5.27)
Le calcul des ﬂuctuations de la somme et de la diﬀérence des intensités donne au
premier ordre :
δIˆ+ =
〈Aˆ1〉
E0 δEˆ1 +
〈Aˆ2〉
E0 δEˆ2
δIˆ− =
〈Aˆ1〉
E0 δEˆ2 +
〈Aˆ2〉
E0 δEˆ1
(5.28)
Nous nous intéressons au cas particulier où aucun faisceau n'entre par la voie
2. La valeur moyenne du champ Eˆ2 qui correspond ici au "vide" est donc nulle
(i.e. 〈Aˆ2〉 = 0). Il vient les relations entre les spectres de bruit :
σI+(Ω) = ItotS1(Ω) (5.29)
σI−(Ω) = ItotS2(Ω) = ItotSvide(Ω) (5.30)
où Itot est la somme des intensités moyennes des champs entrants, σI+(Ω) et
σI−(Ω) les spectres de bruit de la somme et de la diﬀérence des intensités mesu-
rées par les photodiodes, S1(Ω) le spectre de bruit normalisé de l'amplitude du
faisceau laser et Svide(Ω) le spectre normalisé du bruit quantique standard.
La relation (5.30) montre d'une part que le bruit de la diﬀérence des in-
tensités est proportionnel au bruit du vide. Expérimentalement, on observe une
dépendance linéaire de σI−(Ω) avec l'intensité totale Itot. Le coeﬃcient de pro-
portionnalité entre ces deux quantités est égal à la valeur du spectre du bruit
quantique standard à la fréquence Ω.
D'autre part, la relation (5.29) montre que le bruit de la somme des inten-
sités est proportionnel au bruit de l'amplitude du faisceau. Par la mesure de
σI+(Ω), nous pouvons ainsi vériﬁer que l'état du champ laser utilisé dans l'ex-
périence ne présente pas d'excès de bruit. En eﬀet, si σI+(Ω) > σI−(Ω) alors la
quadrature d'amplitude du champ présente un excès de bruit. En revanche, si
σI+(Ω) = σI−(Ω), le bruit du faisceau est à la limite quantique standard.
Condition d'observation de corrélations quantiques
On peut maintenant comparer la mesure des corrélations d'intensité entre les
faisceaux signal et complémentaire avec le bruit quantique standard que nous
venons de déﬁnir. On s'intéresse à la relation (quantité que nous mesurerons dans
l'expérience) :
SI−(Ω)
σI−(Ω)
=
SA(Ω)
Svide(Ω)
(1− CAB(Ω)) (5.31)
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où SI−(Ω) est le spectre de bruit de la diﬀérence des intensités mesuré dans le cas
de la ﬁgure 5.5 et σI−(Ω) celui mesuré dans le cas de la ﬁgure 5.6. Ici, l'intensité
totale Itot = IA + IB = 2IA.
Pour des faisceaux au bruit quantique standard, SA(Ω) = Svide(Ω). La condi-
tion d'observation de corrélations quantiques est :
SI−(Ω)
σI−(Ω)
=
SI−(Ω)
ItotSvide(Ω)
< 1 (5.32)
à savoir, le bruit sur la diﬀérence des intensités doit être inférieur à la limite
quantique standard. Dans ce cas, les champs ne peuvent pas être décrits par
un formalisme classique. Dans le cas contraire, il peut subsister des corrélations
classiques mais celles-ci ne permettent pas de satisfaire aux conditions requises
pour les applications en optique quantique (en particulier, la sécurité n'est plus
garantie en cryptographie).
Notons que cette relation implique CAB(Ω) > 0, témoignant ainsi de l'exis-
tence de corrélations entre les faisceaux signal et complémentaire. D'après la
relation (5.25), le taux de corrélation, que nous calculerons à partir des résultats
expérimentaux, s'écrit dans le cas de faisceaux au bruit quantique standard :
CAB(Ω) =
SI+(Ω)− SI−(Ω)
2ItotSvide(Ω)
(5.33)
A titre de comparaison avec les états comprimés décrits précédemment, les
ﬂuctuations de la diﬀérence des intensités des deux faisceaux sont équivalentes
aux ﬂuctuations d'une combinaison linéaire des amplitudes des champs corres-
pondants [38]. La condition (5.32) reﬂète ainsi la compression de la quadrature
d'amplitude de cette combinaison linéaire.
Conclusion
Dans l'expérience schématisée sur la ﬁgure 5.5, si les spectres de bruit de la
somme et de la diﬀérence des intensités détectées par les photodiodes ne sont pas
égaux alors il existe des corrélations entre les faisceaux A et B. De plus, si le
spectre de bruit de la diﬀérence des intensités est inférieur au spectre du bruit
quantique standard, ces corrélations sont de nature quantique.
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5.3 Présentation de l'expérience
Dans ce paragraphe, nous commençons par décrire le dispositif expérimental
utilisé à la fois pour la calibration de la limite quantique standard et pour les
mesures des corrélations d'intensité entre les faisceaux signal et complémentaire
émis par le micro-OPO (Partie 5.2.1). Nous présentons ensuite le principe des
mesures des spectres de bruit (Partie 5.2.2) avant de montrer un exemple de
mesure du bruit quantique standard (Partie 5.2.3).
Ti:Sa continu (800 - 900 nm) Verdi 532 nm (8 W)
échantillon
oculaire
Cryostat (6 K)
capteur CCD
ﬁltres
diaphragmes
ﬁltres
Analyseur
de
spectre
Analyseur
de
spectre
+/
+/
λ/2 λ/2
Ph1
Ph 2
cubes polariseurs
HF
HF
ampliﬁcateur
×20 dB
Ph1
Ph 2
corrélations
Mesure des
miroir amovible
Spectromètre
miroir amovible
sommateur/
soustracteur
1 Mesure du bruitquantique standard
2
Fig. 5.7  Schéma du montage expérimental permettant de calibrer la limite quantique
standard (partie 1) et de mesurer les corrélations d'intensité entre le signal et le complé-
mentaire issus du processus paramétrique "horizontal" (partie 2). Les photodiodes sont
identiques.
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5.3.1 Dispositif expérimental
Le montage expérimental de mesure de bruit est représenté sur la ﬁgure 5.7.
La base du dispositif a déjà été décrite aux chapitres 2 et 4.
Nous présentons les caractéristiques des nouveaux éléments du montage avant
de détailler le principe des mesures :
- Les deux photodiodes utilisées ont une eﬃcacité quantique d'environ 90%
aux longueurs d'onde de travail (830 nm). Il est important de travailler avec
des photodiodes de rendement quantique proche de l'unité car toute perte tend à
détériorer les corrélations quantiques. Les puissances optiques minimales pouvant
être détectées sont de l'ordre du microwatt. Les photodétecteurs sont montés sur
un circuit électronique réalisé au Laboratoire Kastler Brossel (LKB) qui sépare la
partie continue (sortie "DC") de la partie haute fréquence (sortie "HF") du signal
puis les ampliﬁe. La sortie "DC" délivre une tension proportionnelle à l'intensité
reçue par les photodiodes et la sortie HF fournit l'information sur les ﬂuctuations
du champ. Le signal HF passe par un second circuit électronique, réalisé par
l'équipe de G. Leuchs à Erlangen (Allemagne), qui minimise le bruit électronique
à 4 MHz par l'intermédiaire de ﬁltres passe-bande.
- Le dispositif sommateur/soustracteur est un dispositif passif constitué de
trois diviseurs de la marque Mini-Circuit dont le principe est schématisé sur la
ﬁgure 5.8. On passe du mode sommateur au mode soustracteur en intervertissant
deux connecteurs BNC.
HF1HF2
+HF1
+HF1
+HF2
HF2
OU
sortie HF de Ph2
vers ampliﬁﬁcateur
vers ampliﬁﬁcateur
sortie HF de Ph1
sortie HF de Ph2
sortie HF de Ph1
HF1+HF2
Fig. 5.8  Schéma de principe du dispositif sommateur/soustracteur.
5.3. Présentation de l'expérience 149
- L'ampliﬁcateur linéaire bas bruit de la marque Nuclétudes possède une large
bande passante, 0.1-500 MHz, et un gain de 20 dB. Il ampliﬁe le signal HF à la
sortie du dispositif sommateur/soustracteur aﬁn de s'aﬀranchir du bruit électro-
nique de l'analyseur de spectre dans les mesures.
- L'analyseur de spectre de la marque Agilent (modèle EE4401-B) permet de
tracer des spectres de bruit à une fréquence comprise entre 9 kHz et 1.5 GHz. Le
signal HF est branché sur l'entrée 50 Ohms de l'appareil. Plusieurs paramètres
doivent être réglés. Le paramètre critique est la fréquence d'analyse Ω qui est
limitée vers les basses fréquences par le bruit mécanique technique (< 1 MHz)
et vers les hautes fréquences par la rapidité des détecteurs, inférieure à quelques
dizaines de MHz. Toutes les mesures de bruit présentées sont eﬀectuées à 4 MHz.
Cette fréquence correspondant à une énergie beaucoup plus petite (∼ 15 neV)
que la largeur des résonances du système, on peut considérer que les ﬂuctuations
sont mesurées à fréquence nulle. Les autres paramètres sont la bande passante
("Resolution Bandwidth") sur laquelle on intègre le bruit, ﬁxée ici à 30 kHz, et
la bande passante vidéo ("Video Bandwidth"), qui fait la moyenne du signal de
bruit et a pour eﬀet de lisser les traces, prise égale à 100 Hz.
Test des photodiodes : En plus d'un bon rendement quantique, les deux
photodiodes utilisées doivent présenter des caractéristiques aussi similaires que
possible pour ne pas réduire artiﬁciellement le taux de corrélation mesuré. En
d'autres termes, elles doivent avoir la même réponse à la puissance optique inci-
dente.
Nous avons donc testé préalablement un ensemble de photodiodes. Pour ce
faire, nous utilisons la partie 1 du montage où Ph1 est une photodiode de réfé-
rence et Ph2 la photodiode à tester. L'association d'une lame demi-onde et d'un
cube séparateur en polarisation permet de modiﬁer la puissance totale incidente
en tournant la lame. Un second ensemble {lame+cube} sépare en deux le faisceau
laser et assure l'équilibre des puissances optiques avant chaque photodiode. On
mesure la tension sur la sortie DC de la photodiode à tester en fonction de la
tension sur la sortie DC de la photodiode de référence. Nous vériﬁons d'une part
la linéarité de la réponse de Ph2 et nous déduisons d'autre part le coeﬃcient di-
recteur de la droite caractérisant la réponse de Ph2. Nous choisissons ﬁnalement
deux photodiodes pour lesquelles les coeﬃcients directeurs sont les plus proches
possible.
L'équilibrage des sorties HF des photodiodes se fait au préalable en ajustant
les composants électroniques des montages d'ampliﬁcation.
Mesure du bruit quantique standard (partie 1) : Un miroir amo-
vible dirige le faisceau laser vers la chaîne de détection destinée à la calibration
du bruit quantique standard. Comme nous venons de le mentionner, la puis-
sance incidente totale est ajustée en tournant la lame demi-onde du premier
ensemble {lame+cube} et l'équilibre de la puissance optique à l'entrée des pho-
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todiodes est obtenu en tournant la lame du second ensemble {lame+cube}. On
retrouve la conﬁguration expérimentale présentée sur la ﬁgure 5.6 où la lame
semi-réﬂéchissante a été remplacée par le cube séparateur en polarisation.
Mesure des corrélations (partie 2) : Les faisceaux signal et complémen-
taire issus du processus paramétrique "horizontal" sont ﬁltrés spatialement par
deux diaphragmes que nous avons placés sur des platines de translation. Tout
en observant l'émission en champ lointain de l'échantillon, nous sélectionnons
ainsi avec précision le couple de points brillants signal/complémentaire apparus
sur l'anneau Rayleigh. Chacun des faisceaux est ensuite réﬂéchi par un miroir
amovible pour être focalisé sur une photodiode. On retrouve la conﬁguration ex-
périmentale de la ﬁgure 5.5 qui permet de mesurer les corrélations d'intensité
entre les deux faisceaux. Le miroir amovible oﬀre à tout moment la possibilité de
contrôler l'émission de l'échantillon.
L'objectif des expériences est de comparer de façon rigoureuse le spectre de
bruit de la diﬀérence des intensités des faisceaux signal et complémentaire (partie
2) avec le spectre du bruit quantique standard (partie 1), puis conclure sur la
relation (5.32). Les conditions expérimentales pour les mesures du bruit quan-
tique standard et des corrélations d'intensité doivent donc être identiques. C'est
pourquoi nous utilisons la même chaîne de détection dans les parties 1 et 2 du
montage et ﬁxons les paramètres de l'analyseur de spectre.
5.3.2 Principe de la mesure des spectres de bruit
Dans les deux conﬁgurations expérimentales que nous venons de décrire, l'ex-
périence consiste en la mesure du bruit de la somme et de la diﬀérence des inten-
sités détectées par les deux photodiodes. Or l'analyseur de spectre enregistre en
temps réels la valeur du bruit d'intensité δI±(Ω) à la fréquence d'analyse Ω (l'in-
tervalle de temps pour cette mesure est pris égal à 10 secondes). Un traitement
subsidiaire des données est donc nécessaire : il repose sur le calcul de la moyenne
temporelle du carré du bruit d'intensité, soit 〈δI2±〉, quantité directement reliée
au spectre de bruit de l'intensité SI±(Ω).
Le signal mesuré est en fait la somme du bruit des faisceaux lumineux et
du bruit électronique introduit par les divers éléments de la chaîne de détection.
Typiquement, ce bruit électronique se mesure à l'analyseur de spectre lorsqu'au-
cune lumière n'éclaire les photodiodes. Il est indispensable de s'en aﬀranchir pour
conserver uniquement la contribution de l'émission de notre micro-OPO. L'origine
de ces bruits étant diﬀérente, les spectres de bruit s'ajoutent. Ainsi, à chaque enre-
gistrement, nous retranchons lors du traitement des données la valeur du spectre
du bruit électronique S e´lI (Ω) à celle de SI±(Ω).
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5.3.3 Mesure de la limite quantique standard
Cette partie est consacrée à la calibration de la limite quantique standard du
faisceau laser d'intensité Itot (partie 1 du montage expérimental). Cette intensité
correspond à la puissance optique incidente sur l'ensemble des deux photodiodes
et est associée à une tension totale Vtot = V1 + V2, où V1 et V2 sont les tensions
sur les sorties DC de Ph1 et Ph2. Nous rappelons les principaux résultats de la
partie 5.2.3 concernant le bruit quantique standard, à savoir les relations (5.29)
et (5.30) :
σI+(Ω) = ItotS(Ω)
σI−(Ω) = ItotSvide(Ω)
avec σI±(Ω) les spectres de bruit de la somme et de la diﬀérence des intensités
détectées par les photodiodes, S(Ω) le spectre de bruit de l'amplitude du faisceau
laser et Svide(Ω) le spectre du bruit quantique standard.
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Fig. 5.9  (a) Traces observées à l'analyseur de spectre des bruits de la diﬀérence et de
la somme des intensités (confondus), et du bruit électronique. (b) Variation du spectre
de bruit de la diﬀérence des intensités en fonction de la tension totale aux bornes des
photodiodes. Régression linéaire de pente égale au spectre du bruit quantique standard
Svide(Ω) = 1.29× 10−5V/Hz.
Sur la ﬁgure 5.9(a) sont représentées les traces observées à l'analyseur de
spectre correspondant aux bruits δI±(Ω) et au bruit électronique δI e´l− (Ω) pour
Vtot = 1 mV. La somme et la diﬀérence des intensités ont en moyenne le même
bruit. Nous mesurons σI±(Ω), auxquels le spectre du bruit électronique S e´lI (Ω) est
soustrait, en fonction de Vtot. Sur la ﬁgure 5.9(b) est représenté uniquement le
résultat pour σI−(Ω), celui pour σI+(Ω) étant identique. Les spectres de bruit de la
diﬀérence et de la somme des intensités dépendent bien linéairement de l'intensité
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totale. On déduit du coeﬃcient directeur de la droite la valeur du spectre du bruit
quantique standard dans les conditions expérimentales de notre étude :
Svide(Ω) = 1.29× 10−5V/Hz
En conclusion, le bruit de la quadrature d'amplitude du champ laser que nous
utilisons comme pompe du micro-OPO est à la limite quantique standard. Il est
en eﬀet important que le faisceau de pompe ne présente pas d'excès de bruit dit
"classique" pour ne pas fausser les mesures de corrélations d'intensité entre le
signal et le complémentaire.
Nous avons remarqué que la calibration de la limite quantique standard pou-
vait varier très légèrement autour de 1.29× 10−5V/Hz d'un jour à l'autre, ce qui
s'est avéré être un point critique dans l'étude des corrélations quantiques entre le
signal et le complémentaire. Ce problème est lié aux instabilités électroniques des
diﬀérents éléments du système de mesure de la limite quantique standard. Nous
avons par conséquent minutieusement évalué Svide(Ω) avant chaque expérience.
5.4 Génération de photons jumeaux
Ce paragraphe est consacré à la mise en évidence des corrélations quantiques
entre les faisceaux signal et complémentaire émis par le micro-OPO dans la conﬁ-
guration horizontale. L'ensemble des résultats présentés ici ont été obtenus avec
l'échantillon MT1. Nous commençons par présenter les meilleures réductions de
bruit en-dessous de la limite quantique standard que nous avons observées (Partie
5.3.1). Nous passons ensuite à l'étude de ces corrélations en fonction du désaccord
exciton-photon, paramètre essentiel du système (Partie 5.3.2), suivie de l'inter-
prétation des résultats (Partie 5.3.3).
5.4.1 Corrélations quantiques
Cette partie est consacrée à la mise en évidence des corrélations de nature
quantique entre les faisceaux signal et complémentaire générés par le micro-
OPO, dans la conﬁguration horizontale du processus paramétrique. Nous présen-
tons d'abord les résultats obtenus en régime de couplage fort pour un désaccord
exciton-photon négatif, δ = −8 meV.
La dispersion de la microcavité triple, mesurée par le dispositif d'imagerie sous
excitation non résonante (Eexc ≃ 1.47 eV) et à faible puissance d'excitation, est
représentée sur la ﬁgure 5.10(a). On distingue les trois branches de polaritons de
basse énergie ainsi que les deux premières branches de polaritons de haute énergie
en régime de couplage fort exciton-photon. L'émission au niveau de la troisième
branche de polariton de haute énergie est très faible. Une forte émission reﬂétant
l'accumulation des porteurs au niveau du goulet d'étranglement est observée aux
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Fig. 5.10  (a) Dispersion de l'échantillon MT1 à un désaccord exciton-photon δ = −8
meV. Échelle en énergie comprise entre 1.440 eV et 1.464 eV. Émission enregistrée pour
des angles compris entre −30◦ et +30◦. (b) Emission dans le plan (kx, ky) (i.e. angle
d'émission d'environ 15◦) pour une excitation résonante du deuxième mode de polariton.
grands angles sur les deux premières branches de polaritons de basse énergie.
L'émission en champ lointain dans le plan (kx, ky) est également représen-
tée pour une excitation résonante de la deuxième branche de polariton de basse
énergie sur la ﬁgure 5.10(b). On retrouve une émission en anneau correspondant
à l'anneau de diﬀusion Rayleigh résonante, avec au centre le laser transmis par
l'échantillon. Comme nous l'avons déjà expliqué au chapitre 4, l'émission est fa-
vorisée selon les axes de symétrie du cristal et six points brillants, diamétralement
opposés deux à deux, apparaissent ici.
Nous nous intéressons dans un premier temps aux points S et C situés en-
dehors des axes principaux. Nous les ﬁltrons spatialement à l'aide de deux dia-
phragmes puis nous utilisons la partie 2 du montage expérimental (cf. ﬁgure 5.7)
pour mesurer l'intensité des faisceaux S et C détectés par les photodiodes. Le
résultat est présenté sur la ﬁgure 5.11 en fonction de la puissance d'excitation.
Les puissances optiques correspondant aux tensions mesurées sont de l'ordre de
quelques microwatts. Nous observons un seuil d'oscillation paramétrique pour le
signal et le complémentaire pour une puissance de pompe de 8 mW. Finalement,
nous vériﬁons que les faisceaux signal et complémentaire sont parfaitement équi-
librés en intensité. Les conditions expérimentales sont ainsi réunies pour l'étude
des corrélations d'intensité présentée de façon théorique dans la partie 5.2.3.
154
Chapitre 5. Génération de photons jumeaux dans la microcavité
triple
0 10 20 30 40
0.0
0.5
1.0
 
 
V
 (m
V
)
Puissance de pompe (mW)
signal
complémentaire
Fig. 5.11  Intensités des faisceaux signal (symboles vides) et complémentaire (symboles
pleins) détectées par les photodiodes en fonction de la puissance de pompe. Seuil OPO
à 8 mW. δ = −8 meV.
Parallèlement, nous mesurons les spectres de bruit de la somme et de la dif-
férence des intensités du signal et du complémentaire, SI+(Ω) et SI−(Ω). Sur la
ﬁgure 5.12 sont reportées en fonction de la puissance d'excitation, les valeurs
moyennes des spectres de bruit normalisés à la limite quantique standard :
SI+(Ω)
VtotSvide(Ω)
,
SI−(Ω)
VtotSvide(Ω)
(5.34)
avec Vtot = VS+VC la somme des tensions sur les sorties DC des deux photodiodes
(l'évaluation de Svide(Ω) a été expliquée dans la partie 5.2.3). Dans ce contexte,
la référence de la limite quantique standard est donnée par σI− (Ω)
VtotSvide(Ω)
= 1 (cf.
relation (5.30)).
A partir du seuil d'oscillation paramétrique, le bruit de la somme est supérieur
au bruit de la diﬀérence, ce qui démontre l'existence de corrélations d'intensité
entre le signal et le complémentaire. Cela conﬁrme également que l'émission est
dominée par l'oscillation paramétrique optique dans le système. Pour des puis-
sances d'excitation proches du seuil d'oscillation paramétrique, nous observons
une réduction du bruit quantique en-dessous de la limite quantique standard
telle que :
SI−(Ω)
VtotSvide(Ω)
< 1 (5.35)
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Fig. 5.12  Moyenne des spectres de bruit, normalisés à la limite quantique standard,
de la somme (symboles vides) et de la diﬀérence (symboles pleins) des intensités du
signal et du complémentaire en fonction de la puissance de pompe. La limite quantique
standard est égale à 1. δ = −8 meV.
Par ailleurs, les faisceaux sont individuellement au bruit quantique standard
pour l'ensemble des mesures. La condition d'observation de corrélations quan-
tiques (5.32) est donc vériﬁée : les faisceaux signal et complémentaire émis par le
micro-OPO présentent des corrélations quantiques. La réduction du bruit quan-
tique est maximale à 19 mW et vaut alors 6% en moyenne. D'après la relation
(5.33), ce résultat correspond à un taux de corrélation quantique de l'ordre de
4%.
Enﬁn, les bruits augmentent avec la puissance de pompe, en particulier le
bruit de la somme : les corrélations sont alors plus importantes au-dessus du
seuil d'oscillation. Toutefois, les corrélations ne sont plus quantiques au-delà de
50 mW. Malgré une augmentation notable des corrélations entre le signal et le
complémentaire, du bruit ajouté au système est responsable de la disparition des
corrélations quantiques en faveur de corrélations classiques.
La ﬁgure 5.13 montre, après traitement des données, un exemple des traces
enregistrées à l'analyseur de spectre lorsqu'une réduction du bruit en-dessous
de la limite quantique standard est observée. Ce résultat constitue la meilleure
réduction de bruit obtenue dans le système pour un point de l'échantillon légère-
ment diﬀérent et pour des conditions expérimentales identiques à celles décrites
précédemment. Pour une puissance d'excitation supérieure au seuil d'oscillation
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paramétrique (Pexc = 30 mW), la réduction de bruit est de 7% en moyenne et le
taux de corrélation quantique est égal à 11%.
Fig. 5.13  Bruits normalisés à la limite quantique standard de la somme et de la
diﬀérence des intensités en fonction du temps d'acquisition à l'analyseur de spectre. Le
bruit quantique standard ainsi que les moyennes des spectres mesurés à la fréquence Ω
sont représentés. δ = −8 meV.
Cette deuxième mesure de corrélations quantiques entre le signal et le com-
plémentaire démontre la reproductibilité de la mesure. Il faut souligner en ce
sens qu'un résultat similaire a été mis en évidence dans l'échantillon MT2 : la
réduction de bruit observée jusqu'à présent est de 6% pour des faisceaux signal
et complémentaire émis sur l'horizontale de l'anneau Rayleigh, à un désaccord
négatif.
Pour conforter notre démonstration, nous avons vériﬁé qu'aucune corrélation
classique n'existe entre deux points non diamétralement opposés de l'anneau Ray-
leigh, ceci pour une gamme de puissances très large.
En conclusion, l'ensemble de ces résultats est à comparer aux records obte-
nus dans les oscillateurs paramétriques optiques traditionnels de l'ordre de 80%
de réduction du bruit quantique en-dessous de la limite quantique standard. La
réduction de bruit obtenue sur la diﬀérence des intensités du signal et du com-
plémentaire dans les microcavités triples est donc beaucoup plus faible (7%).
Néanmoins, ce résultat constitue une démonstration de principe ainsi qu'une pre-
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mière étape vers l'émission de photons jumeaux par une source intégrée à base
de semiconducteurs. Il est d'ailleurs à comparer à la première réduction de bruit
en-dessous de la limite quantique standard observée dans une vapeur de sodium
qui n'était que de 7% [138]. En outre, les structures utilisées pendant notre étude
n'étaient pas optimisées pour les corrélations. Nous verrons à la ﬁn de ce chapitre
quelles seraient les améliorations à apporter aﬁn d'obtenir une meilleure réduction
du bruit.
5.4.2 Etude en fonction du désaccord exciton-photon
Nous consacrons cette partie à une étude plus approfondie des corrélations
entre les faisceaux signal et complémentaire émis par le micro-OPO, en fonction
du paramètre essentiel du système, le désaccord exciton-photon δ.
Désaccord nul
ky
E ky
C
S
(a) (b)
kx
Fig. 5.14  (a) Dispersion de l'échantillon MT1 à un désaccord exciton-photon nul.
Échelle en énergie comprise entre 1.445 eV et 1.472 eV. Émission enregistrée pour
des angles compris entre −30◦ et +30◦. (b) Emission dans le plan (kx, ky) (i.e. angle
d'émission d'environ 15◦) pour une excitation résonante du deuxième mode de polariton.
Sur la ﬁgure 5.14(a) est représentée la dispersion en régime de couplage fort
pour un désaccord exciton-photon nul (i.e. deuxième mode de cavité résonant avec
le mode excitonique), où l'on distingue clairement les cinq premières branches
de polaritons. Sur la ﬁgure 5.14(b) est présenté l'anneau de diﬀusion Rayleigh
lorsque le faisceau de pompe excite de façon résonante la deuxième branche de
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polariton sous l'énergie de l'exciton. En comparaison de l'anneau Rayleigh obtenu
à un désaccord négatif, on remarque une émission supplémentaire sous forme de
disque. Ce proﬁl d'émission s'explique par la dispersion aplatie en −→k = −→0 de la
deuxième branche de polariton. Celle-ci favorise la relaxation des porteurs par les
phonons sur cette branche. L'émission aux faibles vecteurs d'onde et aux énergies
proches de l'énergie d'excitation est par conséquent plus importante.
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Fig. 5.15  (a) Intensités des faisceaux signal (symboles vides) et complémentaire
(symboles pleins) détectées par les photodiodes en fonction de la puissance de pompe.
(b) Moyenne des spectres de bruit, normalisés à la limite quantique standard, de la
somme (symboles vides) et de la diﬀérence (symboles pleins) des intensités du signal et
du complémentaire en fonction de la puissance de pompe. La limite quantique standard
est égale à 1. δ = 0 meV.
Dans le but de comparer l'ensemble des résultats exposés dans ce paragraphe,
nous nous concentrons sur les faisceaux émis en-dehors des axes principaux (i.e.
points S et C). Une étude de l'émission et des corrélations d'intensité en fonction
de la puissance d'excitation est présentée sur la ﬁgure 5.15.
Un seuil d'oscillation paramétrique apparaît pour une puissance de pompe
d'environ 150 mW pour le signal et le complémentaire. Ce seuil se reﬂète pa-
rallèlement sur la mesure des corrélations d'intensité, notamment sur la valeur
du spectre de bruit normalisé de la somme des intensités. Les corrélations d'in-
tensité entre le signal et le complémentaire augmentent donc avec la puissance
d'excitation mais aucune corrélation de nature quantique n'est mise en évidence.
Le bruit de la diﬀérence des intensités est en eﬀet 10 fois supérieur au bruit
quantique standard.
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Désaccord positif
Nous reprenons les mêmes expériences dans le cas d'un désaccord exciton-
photon positif δ = +8 meV.
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Fig. 5.16  (a) Dispersion de l'échantillon MT1 à un désaccord exciton-photon δ = +8
meV. Échelle en énergie comprise entre 1.455 eV et 1.480 eV. Émission enregistrée pour
des angles compris entre −30◦ et +30◦. (b) Emission dans le plan (kx, ky) (i.e. angle
d'émission d'environ 15◦) pour une excitation résonante du deuxième mode de polariton
de haute énergie.
La dispersion de l'échantillon en régime de couplage fort est présentée sur la
ﬁgure 5.16(a). En raison du désaccord très positif, cette dispersion est analogue
à la dispersion en régime de couplage faible : les trois premières branches de
polariton de basse énergie sont confondues et proches du mode excitonique ; les
dispersions des branches de polariton de haute énergie sont quant à elles simi-
laires aux dispersions des trois modes de cavité couplés. L'excitation résonante
du deuxième mode de polariton de haute énergie au-dessus de l'énergie de l'ex-
citon revient donc ici à exciter le deuxième mode photonique couplé. L'émission
en champ lointain est représentée dans ces conditions sur la ﬁgure 5.16(b).
L'étude de l'émission et des corrélations d'intensité entre les faisceaux S et C
en fonction de la puissance de pompe est présentée sur la ﬁgure 5.17. Le seuil
d'oscillation paramétrique ainsi que les corrélations d'intensité entre le signal et
le complémentaire apparaissent vers 300 mW. Comme dans le cas d'un désaccord
nul, les corrélations augmentent avec la puissance de pompe mais demeurent
classiques : le bruit de la diﬀérence des intensités est 10 fois supérieur au bruit
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Fig. 5.17  (a) Intensités des faisceaux signal (symboles vides) et complémentaire (sym-
boles pleins) détectées par les photodiodes en fonction de la puissance de pompe. (b)
Moyenne des spectres de bruit, normalisés à la limite quantique standard, de la somme
(symboles vides) et de la diﬀérence (symboles pleins) des intensités du signal et du com-
plémentaire en fonction de la puissance de pompe. La limite quantique standard est égale
à 1. δ = +8 meV.
quantique standard.
En résumé, pour des désaccords positifs ou nuls, les seuils d'oscillation para-
métrique observés sont supérieurs d'un ordre de grandeur aux seuils obtenus aux
désaccords négatifs. Parallèlement à cette augmentation de la puissance seuil, les
corrélations quantiques ont disparu.
5.4.3 Interprétation
Dans le cas d'un désaccord nul où les modes signal, pompe et complémentaire
sont à une énergie légèrement inférieure à celle du mode excitonique, les eﬀets
d'élargissement collisionnel entre excitons sont importants [5658, 78]. Dans le
cas d'un désaccord positif, la diﬀusion des divers modes vers les états du réser-
voir excitonique s'ajoutent à ces eﬀets. Ces phénomènes, qui introduisent des
pertes dans le système, entraînent un élargissement des diﬀérents modes impli-
qués, conduisant à une augmentation du seuil d'oscillation paramétrique, comme
nous le constatons expérimentalement.
Pour atteindre le seuil d'oscillation paramétrique à ces désaccords, il est donc
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nécessaire d'appliquer des puissances d'excitation plus élevées que dans le cas d'un
désaccord négatif où les modes sont protégés du réservoir excitonique. Les eﬀets
d'échauﬀement thermique électronique avec la puissance de pompe sont alors plus
importants. Ceux-ci constituent une source de bruit dans le système qui limite la
réduction du bruit de la diﬀérence des intensités en-dessous de la limite quantique
standard. L'augmentation du bruit avec la puissance d'excitation est d'ailleurs
bien mise en évidence sur le bruit de la somme des intensités dans l'ensemble des
mesures. Alternativement, en se plaçant à un désaccord exciton-photon négatif,
c'est à dire en s'aﬀranchissant des eﬀets d'élargissement collisionnel, le seuil d'os-
cillation paramétrique diminue et une réduction du bruit en-dessous de la limite
quantique standard est observée.
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Fig. 5.18  Excès de bruit par rapport à la limite quantique standard sur le faisceau de
pompe transmis par l'échantillon, en fonction de la puissance d'excitation.
Pour corroborer les résultats, nous réalisons une expérience dans une conﬁgu-
ration plus simple que les expériences précédentes : nous mesurons, en fonction
de la puissance d'excitation, l'excès de bruit par rapport à la limite quantique
standard sur un seul faisceau et non plus sur une combinaison de deux faisceaux,
en utilisant le montage destiné à la calibration de la limite quantique standard
(partie 1 du dispositif expérimental). Le résultat est représenté sur la ﬁgure 5.18
pour le laser transmis par l'échantillon à l'énergie du mode de pompe et à un
désaccord positif. La même physique est observée : un excès de bruit apparaît
à partir d'une centaine de milliwatts. Ce comportement en fonction de la puis-
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sance d'excitation est comparable à celui du bruit de la somme des intensités
des faisceaux signal et complémentaire dans la mesure des corrélations (pour des
désaccords δ ≥ 0). L'émergence d'un bruit classique dans le système qui dépend
de la puissance d'excitation est conﬁrmée.
Comme l'ont montré les travaux de Romanelli et al. pour une conﬁguration
d'excitation à deux pompes dans les microcavités simples [133], la superposition
de l'émission linéaire (i.e. la diﬀusion Rayleigh résonante) à l'émission paramé-
trique s'avère être également un facteur limitant pour la réduction du bruit en-
dessous de la limite quantique standard. En d'autres termes, l'émission Rayleigh
résonante non corrélée constitue une source de bruit intrinsèque pour les corréla-
tions quantiques [142].
5.5 Perspectives
Nous proposons dans cette partie plusieurs idées d'améliorations à apporter au
micro-OPO aﬁn de mettre en évidence de meilleures corrélations quantiques entre
les faisceaux signal et complémentaire, i.e. une réduction du bruit en-dessous de
la limite quantique standard supérieure à 7%.
Tout d'abord, comme nous venons de le voir, les modes du signal, de la pompe
et du complémentaire doivent être protégés du réservoir excitonique pour obtenir
un seuil d'oscillation paramétrique bas. Il est en eﬀet essentiel d'utiliser une puis-
sance de pompe aussi faible que possible pour ne pas introduire dans le système
du bruit classique lié à des eﬀets d'échauﬀement thermique. En ce sens, l'abais-
sement du seuil d'oscillation paramétrique peut être obtenu en augmentant la
ﬁnesse de la structure. Cependant, pour de très grandes ﬁnesses de cavité, les
photons jumeaux issus du processus paramétrique restent longtemps à l'intérieur
de la cavité résonante et subissent plus de pertes non radiatives. Comme l'en-
semble de ces pertes induisent une dégradation des corrélations quantiques, il est
important de trouver un compromis entre l'abaissement du seuil et le taux de
pertes non radiatives sur les photons jumeaux au sein de la cavité.
Ensuite, les échantillons utilisés ici reposent sur une structure symétrique par
rapport à l'axe de croissance Oz et l'émission s'eﬀectue, dans d'égales propor-
tions, de part et d'autre du micro-OPO (selon son épaisseur, le long de Oz). La
lumière émise par réﬂexion constitue par conséquent une perte supplémentaire
pour la détection des corrélations quantiques : 50% en moyenne des photons ju-
meaux sont en eﬀet perdus. Sans ces pertes et compte tenu de notre premier
résultat, le taux de réduction de bruit dans le système pourrait atteindre 14%.
Une solution serait donc de concevoir une structure asymétrique, où l'émission se
ferait majoritairement par l'une des faces.
D'autre part, le résultat de 7% a été obtenu en régime de couplage fort exciton-
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photon. Les faisceaux jumeaux émis à l'extérieur de la cavité sont ici la signa-
ture des corrélations quantiques entre les polaritons signal et complémentaire. Or
seules les corrélations des fractions photoniques sont détectées, ce qui représente,
en moyenne, la moitié des corrélations totales. Une démonstration identique en
régime de couplage faible, dans une structure asymétrique, pourrait ainsi conduire
à une réduction du bruit quantique de 28%.
Enﬁn, alors qu'une structure de trois cavités couplées est indispensable pour le
processus paramétrique "vertical", une structure de deux cavités couplées s'avère
suﬃsante pour le processus "horizontal". La troisième cavité, qui ne constitue ici
qu'une source supplémentaire de pertes en tant que milieu absorbant, peut être
supprimée.
Après optimisation de la structure triple, nous pouvons donc espérer une ré-
duction du bruit en-dessous de la limite quantique standard de l'ordre de 30%.
Ce chiﬀre est à comparer au taux de réduction minimum requis de 50% pour
l'utilisation des faisceaux jumeaux en cryptographie quantique. Ainsi, l'optimisa-
tion du micro-OPO pour d'éventuelles applications en optique quantique apparaît
comme un objectif raisonnable.
5.6 Conclusion
Dans ce dernier chapitre, nous avons présenté les travaux que nous avons
réalisés sur les mesures de corrélations quantiques entre les faisceaux signal et
complémentaire émis par la microcavité triple verticale, dans la conﬁguration ho-
rizontale du processus paramétrique.
Grâce à la structure originale du micro-OPO, deux faisceaux parfaitement
équilibrés en intensité et bien séparés spatialement (i.e. angles d'émission oppo-
sés +15◦ et −15◦) peuvent être générés dans le système à la suite d'un processus
de diﬀusion paramétrique. Des mesures de bruit quantique ont démontré une ré-
duction de bruit en-dessous de la limite quantique standard de l'ordre de 7% au
niveau du seuil d'oscillation paramétrique. Ce résultat est révélateur de la pré-
sence de corrélations quantiques entre le signal et le complémentaire et il constitue
la première observation de faisceaux corrélés quantiquement émis par une hété-
rostructure semiconductrice.
Une étude systématique de ces corrélations en fonction du désaccord exciton-
photon nous a permis de déterminer ce qui limite le taux de réduction du bruit
en-dessous de la limite quantique standard. Nous avons conclu que les modes
impliqués dans l'oscillation paramétrique optique doivent être protégés du réser-
voir excitonique et que les eﬀets d'échauﬀement thermique liés à la puissance
d'excitation doivent être minimisés.
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Le couplage fort dans les microcavités planaires de semiconducteurs [20] entre
un photon de cavité et un exciton de puits quantique modiﬁe profondément la
dispersion des énergies des nouveaux modes propres [21], les polaritons de cavité,
dans le plan des couches de la structure. De nouvelles propriétés non-linéaires
comme l'ampliﬁcation ou l'oscillation paramétrique optique [28, 29, 31, 32] en ré-
sultent. Cependant, de nombreuses limitations empêchent l'utilisation des micro-
cavités comme sources intégrées de photons jumeaux : le couplage fort, l'injection
de la pompe à un angle très particulier et le mauvais couplage du complémentaire
à l'extérieur.
Dans cette thèse consacrée à l'étude de l'oscillation paramétrique optique et
de la génération de photons jumeaux dans des microcavités de semiconducteurs
III-V, nous avons examiné, par des techniques de spectroscopie résolue en angle
et d'imagerie de l'émission en champ lointain, des conﬁgurations pour l'oscillation
paramétrique et des structures permettant de contourner ces diﬃcultés.
Nous nous sommes d'abord intéressés à une structure gravée en ﬁls photo-
niques [88, 89, 91, 92], où le conﬁnement du champ électromagnétique conduit
à un multiplet de modes de polaritons en régime de couplage fort [89]. Nous
avons mis en évidence une oscillation paramétrique interbranches, où la pompe
est injectée à incidence normale et les faisceaux signal et complémentaire sont
émis perpendiculairement à la surface de l'échantillon. Cette conﬁguration non
dégénérée, dite "verticale", est très intéressante car elle répond à certaines des
limitations énoncées précédemment : l'injection de la structure qui se fait perpen-
diculairement à sa surface est facilitée ; la fraction photonique du complémentaire
est plus importante, améliorant ainsi l'équilibre d'intensités et l'eﬃcacité de col-
lection des faisceaux signal et complémentaire. Son originalité tient également
à la possibilité de contrôler l'état de spin des polaritons diﬀusés [90], situation
nouvelle par rapport à l'état de l'art dans les microcavités planaires usuelles. En
eﬀet, en raison d'une levée de dégénérescence des polarisations linéaires des modes
polaritoniques, nous avons pu observer une inversion de la polarisation linéaire
du signal et du complémentaire par rapport à celle de la pompe. L'analyse dé-
taillée de l'émission a montré qu'une contrainte uniaxiale liée au refroidissement
de l'échantillon est à l'origine de cette levée de dégénérescence. Nous avons éga-
lement démontré par le calcul que la structure ﬁne des états de polaritons est à
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la base de cette inversion de polarisations. Cependant, dans l'ensemble de ces ré-
sultats, le couplage fort reste indispensable pour satisfaire les conditions d'accord
de phase et de conservation de l'énergie. A cela vient s'ajouter le problème de la
gravure, procédé complexe pouvant induire des défauts au sein des échantillons.
A l'issu de cette étude, nous avons conçu puis étudié une structure originale
composée de trois microcavités couplées [97], une microcavité triple. Les trois
modes de cavité couplés résultant du couplage optique intercavités conduisent
à un multiplet de six modes de polaritons en régime de couplage fort exciton-
photon. Nous avons mis en évidence une oscillation paramétrique "verticale",
identique à celle observée dans les ﬁls photoniques, en régime de couplage fort
ainsi qu'en régime de couplage faible [103]. Les fréquences paramétriques étant
directement fournies par les trois modes photoniques couplés en régime de cou-
plage faible, la contrainte du couplage fort disparaît dans ce nouveau système,
ce qui représente un des résultats les plus marquants de cette thèse. De plus,
nous avons montré dans ce cas particulier une oscillation paramétrique intraca-
vité, où un eﬀet paramétrique apparaît à la suite d'un eﬀet laser à l'énergie du
signal. L'analyse de ce régime complexe nous a conduit à une discussion sur la
dépendance spectrale des gains laser et paramétrique dans la microcavité triple,
appuyée par un calcul de l'eﬃcacité du processus paramétrique "vertical" dans
la microcavité triple. Une ampliﬁcation paramétrique a également été mise en
évidence dans ce contexte. Dans la conﬁguration verticale, les faisceaux signal et
complémentaire restent néanmoins très déséquilibrés en intensité. Pour répondre
à ce problème, nous avons mis en évidence une oscillation paramétrique "hori-
zontale" dégénérée, où la pompe est injectée sous incidence normale tandis que
le signal et le complémentaire sont émis à des angles opposés de l'ordre d'une
quinzaine de degrés. La caractérisation précise de l'émission sur l'anneau Ray-
leigh de diﬀusion élastique a montré que la symétrie du cristal de GaAs induit
des directions privilégiées pour la diﬀusion paramétrique, conduisant ainsi à une
sélection des modes signal et complémentaire pour l'oscillation paramétrique "ho-
rizontale". La sélection naturelle de ces modes, l'équilibre parfait des intensités,
la bonne séparation spatiale des faisceaux en sortie de la structure et les seuils
d'oscillation paramétriques observés particulièrement bas, nous ont permis de me-
surer, pour la première fois dans une structure semiconductrice, des corrélations
quantiques en variables continues entre les faisceaux émis [134]. Des mesures de
bruit quantique [17,18,37,38] ont en eﬀet mis en évidence une réduction du bruit
quantique en-dessous de la limite quantique standard de 6% en moyenne. Par une
étude systématique, nous avons souligné que la protection des modes du réservoir
excitonique, qui s'associe à une diminution de seuil d'oscillation paramétrique, est
un élément essentiel pour l'observation de corrélations quantiques. Finalement,
au cours de cette thèse, nous avons démontré que le micro-OPO que constitue la
microcavité triple génère des photons jumeaux.
Cette thèse trouve un prolongement logique dans la recherche de l'amélioration
de ce dernier résultat. Par la suite, il sera intéressant de considérer une microca-
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vité double, asymétrique, émettant essentiellement par une seule face. Un calcul
théorique des corrélations quantiques dans ce type de structure, reposant sur un
modèle existant [142], est en cours. Le développement de l'injection électrique
d'une microcavité multiple est également un projet intéressant. Il consisterait à
fabriquer puis à étudier la structure décrite page 129. Enﬁn, un objectif ambitieux
serait de démontrer qu'un micro-OPO, basé sur une microcavité multiple, peut
fonctionner à température ambiante.
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Annexe A
Hamiltonien d'interaction
exciton-exciton dans les ﬁls
photoniques
Dans cette annexe, nous adaptons au cas des ﬁls photoniques l'hamiltonien
d'interaction exciton-exciton donné dans le cas des microcavités planaires au cha-
pitre 1. Nous rappelons que cet hamiltonien décrit les interactions coulombiennes
entre porteurs responsables de la diﬀusion paramétrique de polaritons. Par soucis
de simplicité, nous ne considérerons pas ici le terme de saturation dans le cou-
plage exciton-photon.
D'après les résultats obtenus dans les ﬁls photoniques que nous avons présen-
tés au chapitre 2, l'état de polarisation des modes impliqués dans le processus
paramétrique doit être pris en compte dans ce traitement.
A.1 Hamiltonien linéaire
L'hamiltonien linéaire du système dans la base des états excitonique et pho-
tonique s'écrit :
H0 =
∑
ky ,jx,σ={⊥,‖}
EC(ky, jx, σ)a
†
ky,jx,σ
aky ,jx,σ +
∑
k,σ={⊥,‖}
EXb
†
k,σbk,σ
+
∑
ky ,jx,σ={⊥,‖}
~ΩR,jx,σ
(
a†ky,jx,σBky ,jx,σ + B†ky,jx,σaky ,jx,σ
)
(A.1)
avec a†ky ,jx,σ (aky ,jx,σ) l'opérateur création (annihilation) d'un photon dans le mode
jx, de vecteur d'onde ky et de polarisation σ ; b†k,σ (bk,σ) l'opérateur création (an-
nihilation) d'un exciton de polarisation σ et de vecteur d'onde dans le plan des
couches k (l'exciton ne ressent pas le conﬁnement imposé par la gravure selon
l'axe Ox des ﬁls) ; Bky ,jx,σ = 1i√2 [b(ky ,jxπ/Lx),σ − b(ky,−jxπ/Lx),σ] l'opérateur anni-
hilation d'un exciton de même fonction d'onde spatiale que le photon créé par
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l'opérateur a†ky ,jx,σ (i.e. proportionnelle à eikyy sin(jxπx/Lx)).
Chaque mode photonique est donc couplé au mode excitonique de même sy-
métrie spatiale et de même polarisation σ.
Nos résultats expérimentaux montrent que la dépendance de ~ΩR,jx,σ avec jx
et σ est négligeable.
Dans les ﬁls photoniques, du fait de la levée de dégénérescence de la polarisa-
tion de la composante photonique des polaritons, l'énergie du photon EC(ky, jx, σ)
dépend de l'état de polarisation σ. Inversement, la levée de dégénérescence de la
polarisation de la composante excitonique des polaritons étant négligeable au
regard de la précision expérimentale, l'énergie de l'exciton EX est prise indépen-
dante de σ.
L'hamiltonien (A.1) diagonalisé dans la base des polaritons est :
H0 =
∑
ky ,jx,σ={⊥,‖}
∑
l={PB,PH}
E
(l)
ky,jx,σ
p
(l)†
ky ,jx,σ
p
(l)
ky,jx,σ
(A.2)
avec p(l)ky,jx,σ = C
(l)
ky ,jx,σ
a
(l)
ky,jx,σ
+X
(l)
ky ,jx,σ
b
(l)
ky ,jx,σ
l'opérateur annihilation d'un polari-
ton d'énergie E(l)ky,jx,σ, où l correspond à une des branches de basse énergie (PB)
ou de haute énergie (PH). C(l)ky ,jx,σ et X
(l)
ky,jx,σ
sont les coeﬃcients de Hopﬁeld.
A.2 Hamiltonien d'interaction dans la base circu-
laire de la polarisation
La diﬀusion paramétrique optique est gouvernée par l'interaction coulom-
bienne exciton-exciton. Nous rappelons que l'on considère dans notre système
les excitons 1s formés d'une paire électron (se = ±1/2)-trou lourd (shh = ±3/2).
De plus, seuls les excitons brillants de spin σ = ±1 jouent un rôle dans les pro-
cessus de diﬀusion paramétrique puisqu'ils sont les seuls à pouvoir se coupler à
la lumière.
En tenant compte de la conservation du spin, deux excitons brillants peuvent
être diﬀusés en deux excitons brillants ou deux excitons noirs de spin σ = ±2.
L'hamiltonien décrivant ces interactions s'écrit dans la base des états excitoniques
de spin σ [32] :
HXX =
1
2
∑
k,k′,q
∑
{σi,σ
′
i
}∈{−1,+1}
{σf ,σ
′
f
}∈{−2,−1,+1,+2}
V eff
q,σi,σ′i,σf ,σ
′
f
b†σf ,k+qb
†
σ′
f
,k′−qbσi,kbσ′i,k′ (A.3)
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Dans cette expression, deux excitons de vecteurs d'onde dans le plan des couches
k et k′, et de spins initiaux σi et σ′i, sont diﬀusés en deux excitons de vecteurs
d'onde dans le plan des couches k + q et k′ − q, et de spins ﬁnaux σf et σ′f . Le
terme V eff
q,σi,σ′i,σf ,σ
′
f
est le potentiel d'interaction eﬀectif entre excitons.
Nous pouvons écrire HXX comme la somme des quatre termes suivants [143] :
− Le terme direct Hdir correspondant à l'interaction électrostatique classique
entre deux excitons :
Hdir ∝
∑
k,k′,q
(b†+1,k+qb
†
+1,k′−qb+1,kb+1,k′ + b
†
−1,k+qb
†
−1,k′−qb−1,kb−1,k′
+b†+1,k+qb
†
−1,k′−qb+1,kb−1,k′ + b
†
−1,k+qb
†
+1,k′−qb−1,kb+1,k′) (A.4)
− Le terme HXe´ch dû à l'interaction d'échange exciton-exciton (échange simul-
tané des deux électrons de conduction de même spin se = ±1/2 et des deux
électrons de valence de même spin shh = ±3/2) :
HXe´ch ∝
∑
k,k′,q
(b†−1,k+qb
†
+1,k′−qb+1,kb−1,k′ + b
†
+1,k+qb
†
−1,k′−qb−1,kb+1,k′) (A.5)
− Le terme Hee´ch dû à l'interaction d'échange électron-électron :
Hee´ch ∝
∑
k,k′,q
(b†+2,k+qb
†
−2,k′−qb+1,kb−1,k′ + b
†
−2,k+qb
†
+2,k′−qb−1,kb+1,k′) (A.6)
− Le terme Hhe´ch dû à l'interaction d'échange trou lourd-trou lourd :
Hhe´ch ∝
∑
k,k′,q
(b†−2,k+qb
†
+2,k′−qb+1,kb−1,k′ + b
†
+2,k+qb
†
−2,k′−qb−1,kb+1,k′) (A.7)
Les termes d'interaction entre excitons de polarisations circulaires orthogo-
nales (+ et −) Hee´ch et Hhe´ch sont négligeables en première approximation. En
eﬀet, les états ﬁnaux de spin σf ∈ {±2} ne sont pas couplés aux modes photo-
niques et se trouvent à l'énergie de l'exciton EX , c'est à dire bien au-dessus des
états de polaritons de basse énergie mis en jeu dans le processus paramétrique
étudié ici.
Des études sur les dynamiques de spin des polaritons de microcavité planaire
sous excitation résonante ont montré que les interactions entre polaritons de po-
larisations co-circulaires sont environ 25 fois plus fortes que celles entre polaritons
de polarisations circulaires orthogonales [144]. Nous négligeons par conséquent le
terme HXe´ch ainsi que les deux derniers termes de Hdir.
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L'hamiltonien d'interaction exciton-exciton devient après simpliﬁcations :
HXX =
1
2
∑
k,k′,q
V effq (b
†
+1,k+qb
†
+1,k′−qb+1,kb+1,k′ + b
†
−1,k+qb
†
−1,k′−qb−1,kb−1,k′) (A.8)
où V effq = V effq,σi=σ′i=σf=σ′f .
A.3 Hamiltonien d'interaction dans la base linéaire
de la polarisation
Une transformation dans la base des états des excitons polarisés linéairement
donne :
HXX =
1
4
∑
k,k′,q
V effq [(b
†
⊥,k+qb
†
⊥,k′−q + b
†
‖,k+qb
†
‖,k′−q)b⊥,kb⊥,k′
+(b†⊥,k+qb
†
⊥,k′−q + b
†
‖,k+qb
†
‖,k′−q)b‖,kb‖,k′
+(b†⊥,k+qb
†
‖,k′−q + b
†
‖,k+qb
†
⊥,k′−q)b⊥,kb‖,k′
+(b†⊥,k+qb
†
‖,k′−q + b
†
‖,k+qb
†
⊥,k′−q)b‖,kb⊥,k′ ] (A.9)
où b‖,k = 1√2(b+1,k +b−1,k) et b⊥,k =
1√
2
(b+1,k−b−1,k) sont respectivement les opé-
rateurs d'annihilation d'un exciton de polarisation parallèle et perpendiculaire à
l'axe des ﬁls.
Ce résultat est utilisé dans l'interprétation de la sélectivité en polarisation
de l'oscillation paramétrique optique interbranches mise en évidence dans les ﬁls
photoniques (cf. partie 2.2.3).
Annexe B
Oscillation paramétrique optique
intracavité
Cette annexe est consacrée à l'étude approfondie de l'oscillation paramétrique
intracavité mise en évidence au chapitre 4. Ce régime complexe qui met en jeu une
oscillation laser suivie d'une oscillation paramétrique nous a conduit à faire une
comparaison entre le gain laser et le gain paramétrique dans notre micro-OPO
(paragraphe B.1) : après avoir exposé des résultats connus sur la dépendance
spectrale du gain laser dans les VCSEL, nous analysons, à partir de considé-
rations théoriques et expérimentales, le cas du gain paramétrique dans la mi-
crocavité triple. Ensuite, nous passons à une expérience de pompe-sonde sous
excitation continue aﬁn de mettre en évidence un régime d'ampliﬁcation paramé-
trique optique (paragraphe B.2). Nous tirons notamment de cette expérience une
information supplémentaire sur le gain paramétrique dans notre système.
B.1 Comparaison gain laser / gain paramétrique
Nous revenons dans ce paragraphe sur l'oscillation paramétrique intracavité
observée dans l'échantillon MT1 en régime de couplage faible. Ce régime d'oscil-
lation paramétrique particulier implique dans ce cas un résultat important : une
émission laser à l'énergie du signal est indispensable pour observer une oscillation
paramétrique optique entre le signal, la pompe et le complémentaire. Le seuil la-
ser et le seuil d'oscillation paramétrique, qui sont l'un et l'autre associés au gain
laser et au gain paramétrique, sont donc liés.
Nous présentons un résultat issu de la littérature sur la dépendance spectrale
du gain laser dans les VCSEL avant de considérer le cas du gain laser et du gain
paramétrique dans la microcavité triple.
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Dépendance spectrale du gain laser dans les VCSEL : Les caractéris-
tiques d'émission des VCSEL sont déterminées par le gain du milieu ampliﬁcateur
ainsi que par la structure de la cavité résonante. Aﬁn d'obtenir un courant de seuil
laser bas et une puissance de sortie élevée, il faut maximiser le gain à la longueur
d'onde du mode de cavité Fabry-Pérot [145]. Cependant, pendant le fonction-
nement du VCSEL, cette condition n'est pas maintenue : des eﬀets thermiques,
induits par la dissipation de la puissance dans la structure, sont responsables d'un
décalage spectral du gain laser par rapport à la résonance de cavité. Le maximum
du gain laser dans les VCSEL se déplace en eﬀet vers les grandes longueurs d'onde
lorsque la température augmente [146].
La ﬁgure B.1 montre la dépendance spectrale du gain laser, relativement au
calcul du spectre de réﬂectivité, d'un VCSEL constitué de 3 puits quantiques
d'In0.2Ga0.8As de 80 Å d'épaisseur et de miroirs de Bragg GaAs/AlAs. Celle-ci
est représenté pour deux températures eﬀectives T dans la structure telles que
T(a) < T(b). Un décalage spectral du gain est bien mis en évidence. Notons de
plus que la réduction du gain à la résonance Fabry-Pérot est responsable d'une
dégradation de l'eﬀet laser dans le VCSEL [147].
Fig. B.1  Figure issue de la référence [147]. Gain et spectre de réﬂectivité du VCSEL
en fonction de la longueur d'onde, pour deux températures eﬀectives dans la structure
T(a) < T(b). L'eﬀet laser est perdu dans la conﬁguration (b).
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Cas de notre micro-OPO : Le modèle développé au chapitre 3 pour une
microcavité triple identique à l'échantillon MT1 a montré que l'eﬃcacité du pro-
cessus paramétrique vertical en régime de couplage fort dépend du désaccord
exciton-photon δ. Il prévoit notamment une meilleure eﬃcacité du processus pa-
ramétrique "vertical" pour des désaccords négatifs (cf. ﬁgure 3.13).
Pour comparer l'expérience à la théorie, il serait ici plus rigoureux d'utiliser un
modèle étendu au régime de couplage faible. Cependant, puisqu'il sera question
lors de cette comparaison de désaccords très négatifs pour lesquels les fractions
photoniques des modes signal, pompe et complémentaire sont élevées, nous pour-
rons tenir compte du résultat du modèle.
L'évolution des gains laser et paramétrique est étudiée expérimentalement
en fonction du désaccord δ (δ = E(2)C (0) − EX , avec E(2)C (0) l'énergie du mode
photonique couplé de pompe dans le cas du régime de couplage faible). Seuls les
désaccords pour lesquels le processus paramétrique "vertical" est autorisé par la
condition de conservation de l'énergie (i.e. quand xline´aire = 0 meV) sont étudiés.
Sur la ﬁgure B.2 sont représentées les intensités du signal et du complémentaire
lorsque la pompe excite de façon résonante le deuxième mode photonique couplé.
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Fig. B.2  Intensités du signal et du complémentaire en fonction du désaccord exciton-
photon, δ = E(2)C (0)−EX , lorsqu'un processus paramétrique "vertical" est autorisé par
la condition de conservation de l'énergie (xline´aire = 0 meV), dans l'échantillon MT1.
Pexc = 20 kW/cm2
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Aux désaccords positifs (0 < δ < 10 meV), un eﬀet laser à l'énergie du signal
est observé en premier. Cet eﬀet laser conduit, à plus forte puissance, à un eﬀet
paramétrique caractérisé par une émission intense d'un complémentaire. On re-
trouve un régime d'oscillation paramétrique optique intracavité pour l'ensemble
de ces désaccords.
Aux désaccords négatifs, l'émission laser à l'énergie du signal disparaît et l'os-
cillation paramétrique intracavité est perdue.
On en déduit que le gain spectral laser existe uniquement pour des désac-
cords positifs, ce qui ne signiﬁe pas néanmoins que le gain spectral paramétrique
disparaît pour ces désaccords. Le résultat du calcul de l'eﬃcacité du processus
paramétrique "vertical" suggère en eﬀet que le gain spectral paramétrique est
élevé aux désaccords négatifs. Nous testons cette hypothèse dans la suite de cette
étude.
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Fig. B.3  Schéma du montage expérimental pour les expériences de pompe-sonde en
continu.
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B.2 Ampliﬁcation paramétrique optique
L'objet de cette partie est de vériﬁer si, comme le prévoit la théorie, un gain
paramétrique est présent dans le système pour des désaccords exciton-photon
négatifs.
Expérience de pompe-sonde en continu : Nous réalisons une expérience de
pompe-sonde analogue à celles faites dans les microcavités simples par Savvidis
et al. en excitation pulsée [28] et par Sanvitto et al. en excitation continue [148],
pour mettre en évidence un eﬀet d'ampliﬁcation paramétrique optique dans le
système. Le montage expérimental, quasi-identique à celui utilisé jusqu'ici, est
présenté sur la ﬁgure B.3. Le faisceau continu de pompe excite le deuxième mode
photonique couplé à 0◦ (~ωp = 1.4555 eV), pendant qu'un autre faisceau continu,
issu d'un deuxième laser Ti :Sa accordable, sonde en incidence normale le mode
de plus basse énergie (~ωs = 1.4514 eV). Nous travaillons à un désaccord légère-
ment négatif pour lequel l'eﬀet laser n'est plus observé. Nous choisissons de plus
un point de l'échantillon pour lequel les trois modes photoniques couplés sont
également espacés en énergie aﬁn de respecter la condition de conservation de
l'énergie. S'il existe un gain paramétrique aux désaccords négatifs, on observera
alors une ampliﬁcation de la sonde en présence de la pompe.
Ampliﬁcation paramétrique de la sonde : La ﬁgure B.4(a) présente un
spectre d'émission à 0◦ lorsque seule la pompe excite la microcavité triple. On
observe alors l'émission du premier mode dans le régime linéaire de l'échantillon.
La ﬁgure B.4(b) montre le même spectre lorsque seule la sonde excite le premier
mode. Aucune émission, exceptée la transmission de la sonde par l'échantillon,
n'est alors mise en évidence. Lorsque les deux faisceaux excitent simultanément
l'échantillon (cf. ﬁgure B.4(c)), une forte ampliﬁcation de la sonde est obtenue.
Le gain de la sonde est déﬁni par la relation :
G =
Ipompe+sondes − Ipompes
Isondes
(B.1)
où I is est l'intensité de l'émission à l'énergie du signal en présence du faisceau i.
Le gain de la sonde correspondant à la ﬁgure B.4(c) est égal à 105. Le pro-
cessus de diﬀusion paramétrique vertical est donc stimulé par la sonde résonante
avec le signal. Cependant, aucune émission à l'énergie du complémentaire n'a pu
être observée. Comme nous l'avons vu précédemment, le complémentaire est 100
voire 1000 fois moins intense que le signal dans la conﬁguration du processus
paramétrique "vertical". Compte tenu de la faible intensité du signal en régime
d'ampliﬁcation paramétrique optique, l'émission du complémentaire est donc dif-
ﬁcile à mettre en évidence.
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Fig. B.4  Spectre d'émission à 0◦ de l'échantillon MT1 en régime de couplage
faible lorsque (a) la pompe excite le deuxième mode photonique couplé, (b) la sonde
excite le mode fondamental et (c) la pompe et la sonde excitent respectivement le
deuxième mode photonique couplé et le mode fondamental. Psonde = 21 kW/cm2 et
Ppompe = 24 kW/cm2.
Etude en fonction de la puissance de sonde : Sur la ﬁgure B.5(a) est re-
présentée l'intensité de la sonde transmise en fonction de la puissance de sonde
injectée dans le système, pour une puissance de pompe ﬁxée Ppompe = 10 kW/cm2.
L'intensité de la sonde transmise dépend quasi-linéairement de l'intensité de la
sonde incidente : I transmisesonde ∝ (I incidentesonde )0.76, ce qui montre que la présence de la
sonde n'est pas à l'origine de l'émission non-linéaire à l'énergie du signal.
Sur la ﬁgure B.5(b) est présentée la variation du gain de la sonde avec la
puissance de sonde incidente. L'allure générale de la courbe montre une dimi-
nution du gain qui s'interprète comme la déplétion du mode de pompe lorsque
l'intensité de la sonde tend vers celle de la pompe. L'intensité moyenne de la
pompe baissant lorsque celle du signal augmente, il en est de même pour le gain
paramétrique [137].
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Fig. B.5  (a) Intensité de la sonde transmise (symboles) en fonction de la puissance
incidente de sonde, pour une puissance de pompe ﬁxée Ppompe = 10 kW/cm2. Régression
linéaire de la mesure en continu telle que Itransmisesonde ∝ (Iincidentesonde )0.76. (b) Gain de la
sonde en fonction de la puissance incidente de sonde.
Etude en fonction de la puissance de pompe : Sur la ﬁgure B.6 est repré-
senté le gain de la sonde en fonction de la puissance de pompe, pour une puis-
sance de sonde ﬁxée Psonde = 0.02 kW/cm2. Nous choisissons intentionnellement
une puissance de sonde très faible pour ne pas masquer l'eﬀet d'ampliﬁcation de
la sonde.
Le gain de la sonde présente un seuil vers 2.5 kW/cm2 qui est associé à l'ampli-
ﬁcation paramétrique de la sonde dans le système. Au-delà de 10 kW/cm2, le gain
de la sonde sature puis diminue de façon importante. Ce phénomène est général
et traduit encore une fois la déplétion de la pompe et de la saturation du gain
paramétrique au-dessus du seuil [137]. La décroissance du gain, parallèlement à
celle de l'intensité de sonde transmise, peut s'expliquer également par un eﬀet de
renormalisation des énergies des modes signal, pompe et complémentaire. Ceux-ci
ne sont plus parfaitement également espacés en énergie lorsque la puissance de
pompe augmente et l'eﬃcacité du processus diminue.
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Fig. B.6  Gain de la sonde en fonction de la puissance de pompe, pour une puissance
de sonde ﬁxée Psonde = 0.02 kW/cm2.
B.3 Conclusion
Dans ce paragraphe, nous avons conﬁrmé expérimentalement que le régime
d'oscillation paramétrique intracavité ne peut exister sans une oscillation la-
ser préalable à l'énergie du signal. A l'instar des VCSEL, le gain laser possède
une dépendance spectrale particulière dans la microcavité triple. Il disparaît aux
désaccords exciton-photon négatifs et l'oscillation laser ainsi que l'oscillation pa-
ramétrique sont alors perdues.
Par une expérience de pompe-sonde sous excitation continue, nous avons mis
en évidence une ampliﬁcation paramétrique optique à l'énergie du signal pour
ces désaccords négatifs. Ce résultat montre qu'il existe un gain paramétrique aux
désaccords négatifs et valide ainsi le résultat du modèle théorique du chapitre
3. La dépendance spectrale du gain paramétrique est donc diﬀérente de celle du
gain laser dans le micro-OPO.
Annexe C
Eﬀet Hall optique de spin
Nous étudions de manière qualitative la polarisation de la lumière émise sur
l'anneau Rayleigh, en régime de couplage fort exciton-photon. On se place dans
la même conﬁguration expérimentale que celle de la ﬁgure 4.19 : échantillon MT1,
δ = −10 meV et Pexc = 1 kW/cm2.
Comme nous l'avons déjà mentionné, la polarisation de l'anneau Rayleigh n'est
pas tout à fait identique à celle de l'excitation. La lumière émise par l'échantillon
dans le régime linéaire est en fait polarisée elliptiquement : le degré d'ellipticité
de la polarisation est faible (≃0.07) et le grand axe de l'ellipse est confondu avec
la polarisation rectiligne de la pompe. En d'autres termes, un faible degré de
polarisation circulaire apparaît dans l'émission Rayleigh.
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Fig. C.1  Degré de polarisation elliptique Pell de l'émission Rayleigh en fonction de
l'angle d'émission dans le plan (kx, ky). δ = −10 meV et Pexc = 1 kW/cm2.
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Une étude complémentaire montre que ce degré de polarisation circulaire va-
rie en fonction de l'angle d'émission. En eﬀet, nous observons une polarisation
elliptique gauche ou droite selon la position sur l'anneau Rayleigh. Ces propos
sont illustrés sur la ﬁgure C.1 qui présente, en fonction de l'angle d'émission, le
degré de polarisation elliptique :
Pell =
Ig − Id
Ig + Id
, (C.1)
où Ig (Id) est l'intensité de la lumière polarisée elliptiquement gauche (droite). Le
degré de polarisation elliptique gauche ou droite est de 70% en moyenne. Deux
points de l'anneau Rayleigh diamétralement opposés ont la même polarisation
tandis que deux points situés aux angles φ et −φ ont des polarisations de sens
opposés.
Nos observations conﬁrment les prévisions théoriques de Kavokin et al. [122].
Dans ce travail, la distribution angulaire du degré de polarisation circulaire de
l'émission est expliquée en terme d'eﬀet Hall optique de spin dans les microca-
vités simples. Soulignons également qu'une étude de Leyder et al., précédent la
nôtre, a déjà mis expérimentalement en évidence ce phénomène [149].
Nous exposons ici rapidement les travaux théoriques de Kavokin et al. sur la
dynamique de spin des polaritons dans les microcavités simples [85,122] permet-
tant d'interpréter notre résultat. Les auteurs utilisent le formalisme du pseudos-
pin [50] qui donne l'état de polarisation de la lumière émise.
(b)
ky
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Fig. C.2  (a) Distribution du champ magnétique eﬀectif induit par la levée de dégénéres-
cence TE-TM le long de l'anneau Rayleigh. Le champ est nul en (0, 0). (b) Distribution
du pseudospin des modes de polaritons suite à la diﬀusion Rayleigh (petites ﬂèches),
superposée à la distribution du champ magnétique eﬀectif (grandes ﬂèches).
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Tout d'abord, la levée de dégénérescence longitudinal-transverse entre les pola-
risations TE (orthogonale au vecteur d'onde) et TM (parallèle au vecteur d'onde)
des modes de polaritons de vecteur d'onde non nul induit un champ magnétique
eﬀectif dans le plan de la structure. Une représentation de ce champ est donnée
en chaque point de l'anneau Rayleigh sur la ﬁgure C.2(a). Il est nul au point (0, 0)
du plan (kx, ky).
Dans notre conﬁguration expérimentale, le faisceau de pompe polarisé rectili-
gnement excite des modes de polaritons de vecteur d'onde nul et de pseudospin
orienté selon l'axe x. Puisque la diﬀusion Rayleigh résonante conserve la polarisa-
tion, les modes de polaritons situés sur l'anneau Rayleigh ont le même pseudospin.
Ces états sont représentés avec leur pseudospin sur la ﬁgure C.2(b). Le champ
magnétique eﬀectif y a également été représenté.
A l'issu de la diﬀusion élastique des polaritons sur l'anneau Rayleigh, les
pseudospins des polaritons qui ne sont pas parallèles au champ magnétique eﬀec-
tif précessent. Le sens de précession dépend de la position sur l'anneau : il est par
exemple opposé pour deux angles d'émission φ et −φ. Le degré de polarisation
circulaire qui en découle est donc diﬀérent selon "le quart de cercle" considéré.
Ce résultat peut être interprété en terme de spin de polariton. Ce que nous
observons résulte de la séparation des populations de polaritons de spin haut et
de spin bas par l'intermédiaire de la diﬀusion Rayleigh de la lumière. Une analogie
est faite avec l'eﬀet Hall de spin où un champ magnétique, généré par un courant
de charges, induit un courant de spins [150]. Dans le cadre de cette étude, on
parle d'eﬀet Hall optique de spin [122].
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Carole DIEDERICHS
Optical parametric oscillation and twin photons generation in semicon-
ductor microcavities.
Abstract :
This work is devoted to the study of optical parametric oscillation and quan-
tum correlations in planar semiconductor microcavities. In these systems, a strong
light-matter coupling results in new eigenstates, which are mixed exciton-photon
states, the microcavity polaritons. Nonlinear eﬀects such as optical parametric
oscillation become possible. However, important drawbacks prevent potential ap-
plications in quantum optics : the strong coupling condition (limited operating
temperature) and the pump injection at a speciﬁc angle (impossible electrical
injection).
We are interested in structures which circumvent these diﬃculties :
- wire-shaped microcavities, where the electric ﬁeld quantization gives rise to a
multiplet of polariton modes ;
- original triple microcavities structures, where the optical coupling between the
three cavities naturally provides a triple resonance for the parametric frequencies.
By angle resolved spectroscopy experiments, we observe interbranches para-
metric processes well adapted to an electrical injection. The pump is at 0 degree
and the signal and idler beams can be collected at 0 degree or at opposite angles.
The strong coupling constraint disappears in the triple microcavity, allowing an
increase of the operating temperature. Finally, we study a conﬁguration in which
the signal and idler beams are spatially separated with equal intensities. By quan-
tum noise measurements, we show that these beams are quantum correlated.
Keywords :
Microcavity Optical parametric oscillation
Semiconductor Quantum correlations
Polariton Twin photons
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Oscillation paramétrique optique et génération de photons jumeaux
dans des microcavités de semiconducteurs.
Résumé :
Cette thèse est consacrée à l'étude de l'oscillation paramétrique optique et
des corrélations quantiques dans des microcavités planaires de semiconducteurs.
Dans ces systèmes, un couplage fort lumière-matière conduit à l'apparition de
nouveaux états propres qui sont des états mixtes exciton-photon, les polaritons
de microcavité. Des eﬀets non-linéaires comme l'oscillation paramétrique optique
deviennent possibles. Cependant, certaines limitations existent pour d'éventuelles
applications en optique quantique : la nécessité du couplage fort (température de
fonctionnement limitée) et l'injection de la pompe à un angle particulier (injec-
tion électrique impossible).
Nous nous intéressons à des structures qui contournent ces diﬃcultés :
- microcavités gravées en ﬁls photoniques où la quantiﬁcation du champ électrique
conduit à un multiplet de modes de polaritons en couplage fort ;
- structures originales de microcavités triples où le couplage optique intercavités
fournit naturellement une résonance triple pour les fréquences paramétriques.
Nous mettons en évidence par des expériences de spectroscopie résolue en
angle des processus paramétriques interbranches adaptés à une injection élec-
trique. La pompe excite sous incidence normale les échantillons et les faisceaux
signal et complémentaire peuvent être collectés à 0 degré ou à des angles opposés.
La contrainte du couplage fort, i.e. de la température, disparaît dans la microca-
vité triple. Enﬁn, nous étudions la conﬁguration où signal et complémentaire sont
séparés spatialement et équilibrés en intensité. Nous démontrons par des mesures
de bruit quantique que ces deux faisceaux sont corrélés quantiquement.
Mots clefs :
Microcavité Oscillation paramétrique optique
Semiconducteur Corrélations quantiques
Polariton Photons jumeaux
